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Résumé

La formation des réseaux de surface, ou laser-induced periodic surface structures (LIPSSs),
à l’aide d’une source laser pulsée est étudiée avec la théorie de Sipe-Drude, d’abord analyti-
quement, puis avec la méthode numérique finite-difference time-domain (FDTD). Les LIPSSs
sont des structures nanométriques sinusoïdales pouvant être catégorisées selon leur orientation
par rapport à la direction de polarisation du laser incident et en fonction de leur période Λ

par rapport à la longueur d’onde du laser λ. Avec la méthode FDTD, nous trouvons, dans une
région de l’espace paramétrique jamais explorée, qu’une impulsion laser polarisée linéairement
peut interagir avec une surface rugueuse de façon à faire croître des structures bidimension-
nelles ayant une période de Λ ∼ λ dans les orientations parallèle et orthogonale à la direction
de polarisation.

Par contre, ce modèle ne peut expliquer la forte organisation et régularité des structures
dans le domaine spatial, tel qu’observé dans les expériences. Permettre l’auto-organisation
des structures avec un mécanisme de rétroaction inter-impulsion est une solution possible afin
de simuler la croissance de LIPSSs fortement organisés d’une impulsion laser à la suivante.
Récemment proposée, cette méthode utilise un processus d’ablation non physique afin de tenir
compte qualitativement de l’éjection de matériau entre deux impulsions laser. Ce nouveau
modèle peut reproduire une grande variété de LIPSSs avec une forte régularité spatiale, mais
échoue toujours à simuler la croissance de l’amplitude de certains types de structures. Nous
suggérons que ces structures restantes peuvent croître en considérant un mécanisme inverse,
l’expansion. En combinant ablation et expansion, nous avons simulé avec succès un plus grand
nombre de types de LIPSSs.
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Abstract

The formation of laser-induced periodic surface structures (LIPSSs) using pulsed laser source
is studied on the basis of the Sipe-Drude theory solved, first analytically, then with a finite-
difference time-domain (FDTD) scheme. LIPSSs consist of wavy nanometric structures and
can be categorized depending on their orientation with respect to the incident laser polarization
and their periodicity Λ with respect to the incident laser wavelength λ. With our FDTD solver,
we find, in as yet unexplored regions of parameter space, that a linearly polarized laser pulse
can interact with a rough surface such that bidimensional structures could grow with both
parallel and perpendicular periodicity of Λ ∼ λ.

However, this theory cannot predict the strong organization and regularity in the space do-
main, as observed in the experiments. Allowing self-organization in the model with an inter-
pulse feedback mechanism is a possible solution to simulate the growth of strongly organized
LIPSSs from one laser pulse to the next. This recently proposed method uses a non-physical
ablation process to qualitatively account for material removal between two laser pulses. This
new model can reproduce a large variety of LIPSSs with a strong spatial regularity, but still
fails to simulate amplitude growth of some of the structures. We suggest that those remaining
structures can grow by considering an inverse mechanism, an expansion process. By combin-
ing ablation and expansion mechanisms, we have successfully simulated the growth of a large
class of LIPSSs.
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Introduction

Ce projet est né de l’observation de nanostructures complexes et fortement organisées à la sur-
face de verres de chalcogénure. Ces structures, les réseaux de surface, ou laser-induced periodic
surface structures (LIPSSs) se forment après une exposition à une ou plusieurs impulsions
laser intenses et existent dans une grande variété de morphologies [1, 2, 3]. Chacune de ces
variantes est une trace, une signature d’un phénomène propre à chaque cas se produisant lors
d’une interaction très intense et très brève entre matière et rayonnement.

On réalise en parcourant la littérature, que le sujet est très vaste. Les LIPSSs peuvent appa-
raitre sur des verres [4], des cristaux [5], des polymères [6, 7] et sur des matériaux aux pro-
priétés optiques très différentes, soient les métaux, les semi-conducteurs ou les diélectriques
[8]. Jusqu’à preuve du contraire, des LIPSSs peuvent être formés sur tout matériau solide en
l’irradiant d’impulsions laser si les propriétés du laser sont correctement choisies [9]. C’est
en utilisant différents matériaux et propriétés du laser (intensité, durée d’impulsion, nombre
d’impulsions, longueur d’onde, etc.) que l’on peut fabriquer les différentes variétés de LIPSSs.
C’est cet aspect universel des LIPSSs qui a motivé l’approche générale utilisée lors de ces
travaux.

Les réseaux de surfaces sont habituellement caractérisés par leur périodicité Λ par rapport
à la longueur d’onde du faisceau incident λ. Ils sont aussi différenciables par leur orienta-
tion par rapport à la direction de polarisation du laser incident. Certaines structures sont
alignées parallèlement à la polarisation et d’autres, perpendiculairement. Tourner la direction
de polarisation d’un certain angle va faire subir la même rotation aux LIPSSs. Sachant que
les réseaux de surface dépendent directement de la polarisation et de la longueur d’onde du
laser, il devient alors naturel d’adopter une approche électromagnétique afin d’expliquer leur
formation. Mais avant de se pencher sur la théorie, un exemple expérimental s’impose.

Afin de mieux illustrer ce que sont les LIPSSs, voici le cas particulier qui a initié ce projet,
réalisé avec 10 impulsions de longueur d’onde λ = 800 nm, de durée τ = 100 fs et un taux
de répétition ν = 1 kHz sur un verre de As2S3. Les fluences appliquées F , définies comme
l’énergie par surface en J/cm2 sont près du seuil d’ablation Fseuil = 0.11 J/cm2. Les réseaux
de surface obtenus sont montrés à la figure 0.1 [10].
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F=0.12 J/cm2 F=0.25 J/cm2

(a) (b)

Figure 0.1: Images prises au microscope électronique de la surface d’un verre de chalcogénure
(As2S3) après avoir été irradié de 10 impulsions laser de fluence F = 0.12 J/cm2 (a) et F = 0.25
J/cm2 (b). L’orientation de la polarisation du laser est indiquée en (a).

La figure 0.1 montre, en (a), des structures alignées parallèlement à la polarisation du laser
et, en (b), une combinaison de structures linéaires et parallèles au sens de polarisation et
de structures ponctuelles (nanovoids) alignées orthogonalement. Le projet initial était alors
d’expliquer la forme précise de ces structures et leur évolution suivant l’augmentation de la
fluence du laser. Mais toujours dans un soucis de généralité, les calculs n’ont pas été restreints
à ce cas particulier.

Plusieurs applications existent, le plus souvent afin de traiter une surface et lui donner des
propriétés optiques particulières. On peut changer la couleur d’un matériau [11] ou son ab-
sorbance [12] par exemple. On peut également rendre une surface superhydrophobe [13] ou
inscrire des données dans un matériau [14]. Il y a aussi un fort intérêt théorique, car chaque
variété de structures est la signature d’un phénomène se produisant dans des conditions d’in-
teractions extrêmes. L’étude des réseaux de surface ouvre une fenêtre vers ces phénomènes
intenses et rapides.

Tel que mentionné plus haut, une approche électromagnétique a été adoptée. L’idée principale
est que l’énergie lumineuse ne se dépose pas uniformément à la surface de la cible, entrainant
ainsi une ablation non uniforme de la surface. Le profil d’énergie est alors inscrit dans la forme
de la surface. Le défi est de déterminer la forme que prend le champ immédiatement après avoir
interagi avec la surface d’un matériau, en fonction de ses propriétés optiques. Les chapitres 2
et 3 s’attaquent à cet aspect, d’abord avec une méthode analytique, la théorie de Sipe-Drude
[15, 16], puis avec une méthode numérique. Les propriétés optiques de la cible et du plasma
généré durant l’irradiation laser sont le sujet de la seconde partie du chapitre 1.

Le chapitre 4 s’intéresse au lien entre la forme du champ durant l’irradiation laser et la forme
finale de la surface. Deux processus de modification de la forme de la surface sont utilisés, mais
tous deux sont qualitatifs et non physiques. Bien que les résultats permettent d’observer la
croissance de réseaux de surface et sont plutôt convaincants, nous avons débuté l’étude et posé
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les bases théoriques d’un mécanisme quantitatif et physique de transport de matériau. Vue
l’importance de la présence d’une phase liquide lors de la formation des réseaux de surface
[17, 18, 19], quelques aspects thermiques sont abordés au chapitre 1 et la dynamique des
fluides est abordée à l’annexe C. Toutefois ces deux aspects débordent largement du cacre de
ce mémoire et n’ont pas encore été utilisés dans le traitement des réseaux de surface.

Voici une description plus détaillée du contenu des quatre chapitres.

Le premier chapitre, Mécanismes d’absorption et relaxation thermique , rassemble
plusieurs éléments touchant les interactions entre matière et rayonnement étudiés tout au long
du projet. Ce chapitre est à part des autres, car il n’aborde pas encore les réseaux de surface,
mais sert plutôt à préparer le terrain en introduisant certaines méthodes analytiques ou numé-
riques pertinentes. L’étude des mécanismes d’ionisation permet également d’obtenir les ordres
de grandeur de certains éléments importants pour les autres chapitres, tels la densité d’ioni-
sation, la dépendance en profondeur, la variation des propriétés optiques lors de l’irradiation,
les temps caractéristiques, etc. Ainsi, on peut avoir une vision plus globale du problème et
s’assurer que les modèles construits dans les chapitres suivants sont réalistes et raisonnables.

Le second chapitre, Des premières expériences à la théorie de Sipe-Drude , s’attaque
enfin aux réseaux de surface. Une classification des différentes variations de LIPSSs observées
expérimentalement est d’abord introduite. Ensuite, les solutions des équations de Maxwell pour
une onde plane incidente sur une surface dont la rugosité est prise en compte sont présentées.
Cette théorie, développée par Sipe et al. [15] et couplée au modèle de Drude par Bonse et
al. [16] est ensuite comparée aux résultats expérimentaux. Il est démontré que l’énergie d’une
onde plane est déposée avec des fréquences préférentielles sous une surface rugueuse permettant
d’expliquer l’ablation inhomogène et périodique responsable d’une surface finale ayant cette
même forme périodique. Les succès et limites de cette méthode analytique sont finalement
discutés.

Le troisième chapitre, Interactions électrodynamiques de surface , introduit une mé-
thode numérique, finite-difference time-domain (FDTD) [20, 21], qui permet de pallier aux
nombreuses limites des solutions analytiques du chapitre 2. Cette méthode numérique est en-
suite appliquée au problème de l’interaction entre une onde plane incidente et une surface
rugueuse [22]. Les résultats présentés dans ce chapitre sont la première contribution originale
de ce projet et ont été récemment publiés sous le titre Toward the formation of crossed laser-
induced periodic surface structures dans Journal of Optics [23]. L’évolution entre des fines
structures parallèles à la direction de polarisation, semblables à celles de la figure 0.1(a), vers
des structures d’une plus grande période et bidimensionelles, semblables à celles de la figure
0.1(b), est reproduite par la forme du champ électromagnétique sous la surface rugueuse.

Ce chapitre étudie également les interactions entre le champ incident et une inhomogénéité de
surface unique. Deux résultats intéressants en sont tirés. Premièrement, on peut reproduire

3



les résultats de l’expérience analogue, soit l’irradiation d’une surface très lisse sur laquelle
une nanoparticule a été déposée [16, 19]. La surface lisse empêche la formation de LIPSSs,
car une onde plane incidente conserve sa symétrie en la traversant et l’ablation est alors
constante. La nanoparticule brise cette symétrie localement et la forme de la perturbation
peut être reproduite dans les simulations. Deuxièmement, la comparaison entre l’interaction
de l’onde incidente avec un grand nombre d’inhomogénéités (rugosité de surface) ou une seule
inhomogénéité, dans l’espace de Fourier, montre peu de différences, sinon que la seconde
méthode est beaucoup plus rapide et ses résultats plus précis.

Le dernier chapitre, Croissance des réseaux de surface , ajoute les notions de rétroac-
tion et d’auto-organisation au modèle développé au chapitre 3. En appliquant un mécanisme
permettant à la forme de la surface d’être modifiée en fonction des variations locales du champ,
on peut tenir compte de la rétroaction entre plusieurs impulsions laser et ainsi observer leur
croissance d’une impulsion à la suivante. Le champ a un effet sur la surface et cette nouvelle
surface a un effet sur le champ de l’impulsion suivante. La seconde contribution originale de
ce projet est la distinction entre rétroaction constructive et destructive. Grâce à cet ajout, la
croissance d’un plus grand nombre de structures peut être simulée.

Finalement, les conclusions et les perspectives sont réunies après les quatre chapitres princi-
paux. La perspective la plus prometteuse, une suite logique au projet, retourne directement
sur les travaux du premier chapitre, soit l’utilisation des mécanismes d’ionisation non linéaires
afin de permettre au modèle une forme de rétroaction dynamique dite intra-impulsion, en plus
de l’inter-impulsion traitée au chapitre 4. La lecture de ce document peut alors suivre deux
chemins différents. Il y a l’ordre chronologique normal si le phénomène dans son ensemble
intéresse le lecteur, mais il est possible de commencer directement au chapitre 2 si le lecteur
s’intéresse principalement aux réseaux de surface. Le premier chapitre peut ensuite être lu à
la fin en tant que perspective future.

Chapitre 1
Chapitre 2

Chapitre 3
Chapitre 4

Introduction
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Chapitre 1

Mécanismes d’absorption et relaxation
thermique

Ce chapitre a pour but de survoler certaines interactions entre la matière et une impulsion la-
ser à différents niveaux d’énergie. Les électrons soumis à un champ électromagnétique peuvent
absorber les photons de diverses manières et nous chercherons à déterminer les mécanismes
dominants selon l’intensité du champ imposé. D’abord, l’absorption linéaire et les effets ther-
miques entraînés sont discutés, d’abord avec une méthode analytique utilisant la fonction de
Green, puis avec une méthode numérique, les différences finies. Deux mécanismes d’ionisation
non linéaires sont ensuite abordés, l’ionisation par impact et l’ionisation multiphotonique. Les
changements de propriétés optiques causés par la formation de plasma sont décrits par le
modèle de Drude.

1.1 Absorption linéaire

L’absorption linéaire est probablement le cas d’interaction entre matière et rayonnement le plus
simple. Pour un rayonnement d’énergie donnée traversant un milieu optique donné, chaque
photon a une probabilité indépendante des autres photons d’être absorbé et voir son énergie
transformée sous forme thermique. Ainsi, la quantité d’énergie transférée de la forme lumineuse
à la forme thermique est simplement proportionnelle à l’énergie lumineuse présente. L’intensité
lumineuse I sera la quantité utilisée et on peut alors décrire la diminution de cette intensité
dans la direction de propagation z par l’équation différentielle

dI(z)

dz
= −αI(z), (1.1)

où α est le coefficient d’absorption linéaire en unité d’inverse de distance. La solution pour
l’intensité est la loi de Beer-Lambert

I(z) = I0e
−αz, (1.2)

5



avec l’intensité initiale I0. Ainsi, l’intensité lumineure diminue d’un facteur e quand elle tra-
verse une distance z = α−1.

Cette énergie sera ensuite transformée sous forme thermique. Le comportement de cette énergie
peut être décrit par l’équation de la chaleur [24]

1

D

∂T (~r,t)

∂t
−∇2T (~r,t) =

g(~r,t)

k
, (1.3)

où T (~r,t) est la température, ~r est la position spatiale, t est le temps, ∇2 est l’opérateur
Laplacien, g(~r,t) est la source d’énergie thermique, D est le coefficient de diffusivité thermique
et k est le coefficient de conductivité thermique. La loi de Beer-Lambert sera utile afin de
définir la source thermique g(~r,t) en égalant la perte d’énergie lumineuse au gain d’énergie
thermique.

L’équation de la chaleur est une équation différentielle partielle parabolique solutionnable par
diverses méthodes. Les deux méthodes privilégiées dans ce chapitre se démarquent par leur
puissance, ou leur capacité à fournir des solutions pour les cas les plus complexes. La première
est une méthode analytique qui utilise la fonction de Green et la seconde est une méthode
numérique, les différences finies.

1.1.1 Méthode analytique et fonction de Green

La fonction de Green est une solution de l’équation différentielle étudiée, dans le cas présent,
l’équation de la chaleur. Plus particulièrement, c’est la solution pour une source thermique et
des conditions aux limites spécifiques. La source thermique que l’on appliquera est une source
unitaire ponctuelle et instantannée,

g(~r,t) = δ(~r − ~r ′)δ(t− t′), (1.4)

avec δ, la distribution de Dirac. On décrit souvent la fonction de Green comme la réponse
impulsionnelle du système. Les conditions aux limites sont imposées comme homogènes lorsque
l’on cherche à déterminer la fonction de Green. Le problème à résoudre est alors

1

D

∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂t

−∇2G(~r,t|~r ′,t′) =
δ(~r − ~r ′)δ(t− t′)

k
. (1.5)

La fonction G(~r,t|~r ′,t′) fournit la réponse du système au point ~r et au temps t si une source
thermique unitaire a été appliquée au point ~r ′ et au temps t′. La solution de l’équation de
la chaleur désirée, c’est-à-dire T (~r,t) avec une source thermique, une condition initiale et des
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conditions aux frontières quelconques, peut alors être trouvée avec [24, p.302]

T (~r,t) =

∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)|t′=0 F (~r ′) dV ′

+
D

k

∫ t

t′=0

∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)g(~r ′,t′) dV ′dt′

+D

N∑
i=1

[∫ t

t′=0

∫
S′
i

G(~r,t|~r ′,t′)|Si

1

k
fi(~r

′,t′) dS′idt
′

]
. (1.6)

La solution est la somme de trois termes, trois contributions. Le premier terme est la contri-
bution de la condition initiale F (~r) sur tout le volume V du système à t = 0. Le second terme
est la contribution de la source thermique g(~r,t) et le dernier terme est la contribution des N
conditions aux frontières fi(~r,t) définies sur les surfaces Si. La démonstration de cette solution
est explicitée à l’annexe A.

On veut maintenant appliquer cette méthode à un problème concret, soit la diffusion de
l’énergie thermique engendrée par l’absorption linéaire d’une impulsion laser gaussienne.

1.1.2 Application à une impulsion laser gaussienne

La distribution spatiale d’une impulsion laser peut prendre diverses formes, mais la plus com-
mune est très certainement la distribution gaussienne. La distribution temporelle est souvent
gaussienne également, mais sa durée est généralement beaucoup plus courte que le temps
caractéristique de la diffusion thermique, plus près de la milliseconde. On choisit alors une
distribution de Dirac afin de décrire la dépendance temporelle de l’impulsion laser.

Géométrie. Concernant la géométrie du problème, on choisit une incidence normale sur
un bloc de dimensions transverses infinies et d’épaisseur finie dz. La condition initiale est
une distribution uniforme de température T0 et les conditions frontières sont des conditions
d’isolation thermique, soit

∂T

∂ni

∣∣∣∣
Si

= 0, (1.7)

avec les directions normales ni aux frontières Si. En plaçant l’origine d’un système de coor-
données cylindriques ~r = (ρ,φ, z) au centre de la distribution spatiale de l’impulsion laser,
on peut exploiter une symétrie de révolution et réduire le problème à deux dimensions. On
reprend l’équation de la chaleur en coordonnées cylindriques

1

D

∂T (ρ,φ,z,t)

∂t
−
(
∂2

∂ρ2
+

1

ρ

∂

∂ρ
+

1

ρ2

∂2

∂φ2
+

∂2

∂z2

)
T (ρ,φ,z,t) =

g(ρ,φ,z,t)

k
, (1.8)

et on impose g(ρ,φ,z,t)→ g(ρ,z,t). Ainsi, T (ρ,φ,z,t)→ T (ρ,z,t) et ∂T/∂φ = 0 permettent de
réduire le problème d’une dimension

1

D

∂T (ρ,z,t)

∂t
−
(
∂2

∂ρ2
+

1

ρ

∂

∂ρ
+

∂2

∂z2

)
T (ρ,z,t) =

g(ρ,z,t)

k
. (1.9)
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Fonction de Green associée. Pour un cylindre de rayon infini et ayant une symétrie de
révolution, la fonction de Green est donnée par [24, p.348]

G(ρ,z,t|ρ′,z′,t′) =

{
[2D(t− t′)]−1 ρ′ exp

(
− ρ2 + ρ′2

4D(t− t′)

)
I0

(
ρρ′

2D(t− t′)

)}

×

 ∞∑
p=0

e−Dη
2
p(t−t′) 1

N(ηp)
ξ(ηp,z)ξ(ηp,z

′)

 , (1.10)

où I0 est la fonction de Bessel modifiée de premier type et d’ordre 0. La fonction de Green
dépend de t− t′, car elle est nulle avant t′ et ne dépend pas du moment absolu de l’impulsion,
mais seulement du temps écoulé après celle-ci. On détermine ηp, N(ηp) et ξ(ηp,z) en résol-
vant l’équation de la chaleur en 1-D (en z dans ce cas-ci), avec les conditions aux frontières
appliquées en z, donc d’isolation. Il s’agit d’un problème de Sturm-Liouville

d2ξ(z)

dz2
+ η2ξ(z) = 0 ; 0 < z < dz (1.11)

ayant pour solution

ηp =
pπ

dz
; p = 0,1,2... (1.12)

1

N(ηp)
=

2

dz
pour p > 0 et

1

dz
pour p = 0 ; ξ(ηp,z) = cos(ηpz). (1.13)

Il est à noter que dans ce cas particulier (de conditions aux frontières d’isolation sur toutes les
limites), η0 = 0 est une valeur propre à conserver, puisque ξ a une forme cosinusoïdale. Les
autres types de conditions frontières entraînent tous un terme nul à η0 = 0.

Terme de source. On définit ensuite la source thermique en égalant la perte d’énergie
lumineuse au gain d’énergie thermique. On a déjà déterminé que les pertes d’énergie lumineuse
étaient décrites, dans le cas d’absorption linéaire, par la loi de Beer-Lambert à l’équation (1.2)
qui définit la dépendance de g en z, la direction de propagation. La fonction qui respecte toutes
les conditions, soient dépendance gaussienne en ρ, distribution de Dirac en t et décroissance
exponentielle en z, est

g(ρ,z,t) = g0e
−αze−a

2
0ρ

2
δ(t). (1.14)

Analyse dimensionnelle. Avec l’introduction des paramètres g0, α et a0, il devient parti-
culièrement avantageux de procéder à une analyse dimensionnelle afin d’éliminer au maximum
le nombre de paramètres à varier avant de chercher une solution. Les paramètres actuels sont
regroupés dans le tableau 1.1.

On introduit les variables sans dimension

Θ =
T

Tc
; P =

ρ

ρc
; Z =

z

zc
; τ =

t

tc
. (1.15)
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Tableau 1.1: Paramètres du problème de diffusion thermique causée par l’absorption linéaire
d’une impulsion laser gaussienne instantanée dans une plaquette d’épaisseur finie et de largeur
infinie.

Paramètre Symbole Unités

Température initiale T0 K
Épaisseur de la cible dz m
Amplitude de la source thermique g0 J/m3

Coefficient d’absorption linéaire α m−1

Largeur du faisceau a0 m−1

Diffusivité thermique D m2/s
Conductivité thermique k J/(s·m·K)

Avec Tc, ρc, zc, tc, les grandeurs caractéristiques à définir. Une fois les variables sans dimension
insérées dans l’équation (1.9), on a

Tc
Dtc

∂Θ(P,Z,τ)

∂τ
−
(
∂2

∂P 2
+

1

P

∂

∂P
+
ρ2
c

z2
c

∂2

∂Z2

)
TcΘ(P,Z,τ)

ρ2
c

=
g0e
−αzcZe−a

2
0ρ

2
cP

2
δ(τ)

tck
, (1.16)

où on a explicité la source g(P,Z,τ). À noter que dans le dernier terme, δ(t) = δ(tcτ) =

δ(τ)/|tc| = δ(τ)/tc. On fait les choix suivants pour les grandeurs caractéristiques

ρ2
c = z2

c =
1

a2
0

; tc =
1

a2
0D

; Tc =
g0D

k
. (1.17)

L’équation sans dimension est alors

∂Θ(P,Z,τ)

∂τ
−
(

1

P

∂

∂P
+

∂2

∂P 2
+

∂2

∂z2

)
Θ(P,Z,τ) = e−αZ/a0−P 2

δ(τ). (1.18)

Il ne reste plus qu’un paramètre sans dimension, soit α/a0. La fonction de Green (1.10) devient
alors

G(P,Z,τ |P ′,Z ′,τ ′) =
a0

dz

{
P ′

2(τ − τ ′)
exp

(
−P

2 + P ′2

4(τ − τ ′)

)
I0

(
PP ′

2(τ − τ ′)

)}

×

1 + 2
∞∑
p=1

e−η̃
2
p(τ−τ ′) cos (η̃pZ) cos

(
η̃pZ

′) , (1.19)

avec η̃p = pπ/a0dz.

Calcul de la solution. Tout est en place pour le calcul de la solution Θ(P,Z,τ). On adapte
d’abord l’équation (1.6) au cas cylindrique 2-D, sans dimension. On peut aussi éliminer le
troisième terme, car on a choisi des conditions frontières homogènes. Ainsi,

Θ(P,Z,τ) =
1

a0dz

∫
A′
G(P,Z,τ |P ′,Z ′,τ ′)|τ ′=0 F (P ′,Z ′) dA′

+
1

a0dz

∫ τ

τ ′=0

∫
A′
G(P,Z,τ |P,Z,τ ′)g(P,Z,τ ′) dA′dτ ′, (1.20)
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où dA′ = dP ′dZ ′. La borne supérieure d’intégration de Z ′ a été déterminée avec dz/zc = a0dz.

Les solutions de certaines intégrales du calcul sont tirées de [25]. On commence par l’intégration
du premier terme, que l’on note Θ1. Ce terme correspond à la contribution de la condition
initiale, F (P,Z) = Θ0, une constante. Puisque ce terme ne tient pas compte de la source
thermique, on s’attend à ce que le résultat soit également une constante, donc que le système
initialement à l’équilibre le demeure. Ainsi le premier terme est

Θ1(P,Z,τ) =
Θ0

a0dz

∫ ∞
P ′=0

∫ adz

Z′=0

{
P ′

2τ
exp

(
−P

2 + P ′2

4τ

)
I0

(
PP ′

2τ

)}

×

1 + 2

∞∑
p=1

e−η̃
2
pτ cos (η̃pZ) cos

(
η̃pZ

′) dP ′dZ ′. (1.21)

On réarrange les termes pour obtenir trois intégrales distinctes

Θ1(P,Z,τ) =
Θ0 exp

(
−P 2

4τ

)
2a0dzτ

∫ ∞
P ′=0

P ′ exp

(
−P ′2

4τ

)
I0

(
PP ′

2τ

)
dP ′

×

∫ a0dz

Z′=0
dZ ′ + 2

∞∑
p=1

e−η̃
2
pτ cos (η̃pZ)

∫ c1dz

Z′=0
cos
(
η̃pZ

′) dZ ′
 . (1.22)

On peut trouver le résultat de la première intégrale dans [25], la deuxième est triviale et la
dernière vaut 0. Le résultat est alors

Θ1(P,Z,τ) =
Θ0 exp

(
−P 2

4τ

)
2a0dzτ

×
[
2τ exp

(
P 2

4τ

)]
× (a0dz + 0)

= Θ0. (1.23)

C’est le résultat attendu, puisque la source thermique n’influence pas ce terme. Il est à noter
que l’on aurait pu éliminer ce terme dès le départ en effectuant un décalage de la température,
soit Θ′ = Θ − Θ0. Ainsi, Θ′0 = 0 et le premier terme devient nul. Ce calcul permet toutefois
de démontrer la puissance de la méthode et de s’assurer qu’il n’y a pas d’incohérence

On résout ensuite le second terme de (1.20) noté Θ2, que l’on sépare à son tour en deux termes.
Un premier, le cas p = 0, noté Θ2,0 et un deuxième, le cas p > 0, noté Θ2,p. Donc, le premier
cas est

Θ2,0(P,Z,τ) =
1

a0dz

∫ τ

τ ′=0

∫ ∞
P ′=0

∫ a0dz

Z′=0

{
P ′

2(τ − τ ′)
exp

(
−P

2 + P ′2

4(τ − τ ′)

)
I0

(
PP ′

2(τ − τ ′)

)}
× e−αZ′/a0e−P

′2
δ(τ ′) dP ′dZ ′dτ ′. (1.24)
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Une fois les termes réarrangés, on a

Θ2,0(P,Z,τ) = =
1

2a0dz

∫ τ

τ ′=0

δ(τ ′) exp
(
−P 2

4(τ−τ ′)

)
(τ − τ ′)

×
∫ ∞
P ′=0

P ′ exp

(
−P

′2(1 + 4(τ − τ ′))
4(τ − τ ′)

)
I0

(
PP ′

2(τ − τ ′)

)
dP ′

×
∫ adz

Z′=0
e−αZ

′/a0dZ ′dτ ′. (1.25)

Grâce à la fonction delta δ(τ ′), il suffit d’évaluer la fonction à τ ′ = 0 afin d’effectuer l’intégrale
en τ ′. La seconde intégrale se trouve également dans [25] et la dernière est triviale. On a
maintenant

Θ2,0(P,Z,τ) =
1

2a0dzτ
exp

(
−P 2

4τ

)
×
[

2τ

(1 + 4τ)
exp

(
P 2

4τ(1 + 4τ)

)]
× a0

α

(
1− e−αdz

)
=

1

αdz

(
1− e−αdz

)
(1 + 4τ)

exp

(
−P 2

4τ

)
exp

(
P 2

4τ(1 + 4τ)

)
. (1.26)

Puis, le cas p > 0 est

Θ2,p(P,Z,τ) =

∫ τ

τ ′=0

∫ ∞
P ′=0

∫ a0dz

Z′=0

{
P ′

2(τ − τ ′)
exp

(
−P

2 + P ′2

4(τ − τ ′)

)
I0

(
PP ′

2(τ − τ ′)

)}
(1.27)

× 2

a0dz

 ∞∑
p=1

e−η̃
2
p(τ−τ ′) cos (η̃pZ) cos

(
η̃pZ

′)× [e−αZ′/a0−P ′2
δ(τ ′)

]
dP ′dZ ′dτ ′,

(1.28)

qui, une fois les termes réarrangés et l’intégrale en τ ′ effectuée, devient

Θ2,p(P,Z,τ) =
1

a0dzτ
exp

(
−P 2

4τ

)∫ ∞
P ′=0

P ′ exp

(
−P

′2(1 + 4τ)

4τ

)
I0

(
PP ′

2τ

)
dP ′

×
∞∑
p=1

e−η̃
2
pτ cos (η̃pZ)

∫ a0dz

Z′=0
cos
(
η̃pZ

′) e−αZ′/a0dZ ′. (1.29)

L’intégrale en P ′ est la même que pour Θ2,0 et l’intégrale en Z ′ se trouve dans [25]. On obtient
alors

Θ2,p(P,Z,τ) =
1

αdz
exp

(
−P 2

4τ

)[
2

1 + 4τ
exp

(
P 2

4τ(1 + 4τ)

)]

×
∞∑
p=1

e−η̃
2
pτ cos (η̃pZ)×

−e−αdz(−1)p + 1

1 +
(
pπ
αdz

)2

 . (1.30)
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Figure 1.1: Solution analytique de Θ(P,Z,τ) pour les paramètres α = 1, dz = 1, a0 = 1 et les
104 premiers termes de la somme infinie.

Finalement, on réunit tous les termes Θ = Θ1 + Θ2,0 + Θ2,p. La solution complète est ainsi

Θ(P,Z,τ) = Θ0 +
1

αdz(1 + 4τ)
exp

(
P 2

4τ

(
1

(1 + 4τ)
− 1

))

×

(1− e−αdz
)

+ 2

∞∑
p=1

e−η̃
2
pτ cos (η̃pZ)×

−e−αdz(−1)p + 1

1 +
(
pπ
αdz

)2


 , (1.31)

avec η̃p = pπ/a0dz. La solution est présentée à la figure 1.1 avec les paramètres α = 1, dz =

1, a0 = 1 et les 104 premiers termes de la somme infinie (les 4 premières décimales sont
convergées).

La méthode de la fonction de Green est très puissante et a l’avantage d’être analytique,
donc exacte. Elle peut s’appliquer à des problèmes comportant des sources thermiques plus
complexes, mais les intégrales peuvent devenir rapidement très complexes et une solution
analytique impossible à obtenir. Dans ce cas, on peut se tourner vers des méthodes semi-
analytiques qui incorporent à cette méthode des intégrateurs numériques. Dans la prochaine
section, une méthode purement numérique est présentée.

1.1.3 Comparaison avec la méthode des différences finies

Les méthodes numériques ont un avantage certain par rapport aux méthodes analytiques quant
à leur versatilité et, bien souvent, leur simplicité. La méthode présentée dans cette section est
basée sur un concept très simple, mais d’une efficacité redoutable, les différences finies qui
reviendront plusieurs fois dans les prochains chapitres. Puisqu’un ordinateur ne peut gérer de
quantités infinies ou infinitésimales, on remplace les dérivées des équations différentielles par
des différences finies, telle que

df(x)

dx
→ f(x+ h)− f(x)

h
(vers l′avant). (1.32)
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On dit que ce cas particulier de différence finie est vers l’avant, car on prend la pente entre
le point où l’on veut approximer la dérivée et le point suivant. Il existe aussi un cas dit vers
l’arrière,

df(x)

dx
→ f(x)− f(x− h)

h
(vers l′arriere), (1.33)

puis un cas centré,

df(x)

dx
→ f(x+ h)− f(x− h)

2h
(centre). (1.34)

Pour une valeur finie de h, mais très petite, on obtient une approximation acceptable pour la
dérivée de f(x). Si l’on souhaite solutionner une équation différentielle de premier ordre en
une dimension, par exemple l’équation (1.1) qui décrit l’absorption linéaire, on écrit

I(z + h)− I(z)

h
= −αI(z),

I(z + h) = (1− hα)I(z). (1.35)

Ainsi, on peut connaître la valeur de I(z + h) à partir de I(z). En pratique, il faut spécifier
une condition frontière, disons I(0) = I0, afin de commencer les itérations. Le premier pas est
ainsi I(0 + h) = (1 − hα)I0, puis le deuxième pas peut être déterminé à partir du résultat
précédent et ainsi de suite.

Dans le cas d’une équation différentielle du deuxième ordre, une dérivée seconde devient

d2f(x)

dx2
→ f(x+ h)− 2f(x) + f(x− h)

h2
. (1.36)

Ce qui signifie que pour connaître f(x+h), il faut d’abord connaître les deux points précédents
f(x) et f(x − h). Pour faire une analogie avec les méthodes analytiques, cela correspond
à spécifier la première dérivée comme condition initiale. Ce concept s’extrapole aux ordres
supérieurs. À l’ordre trois, il faut également spécifier la dérivée seconde initiale, car trois
points sont requis pour démarrer les itérations.

On souhaite maintenant appliquer cette méthode à l’équation (1.18), soit l’équation de dif-
fusion adimensionnalisée pour l’énergie thermique absorbée linéairement par une impulsion
laser gaussienne instantanée. L’équation étant considérablement plus complexe que l’exemple
précédent, il faut introduire une notation plus pratique et compacte. Les quantités P,Z,τ
seront discrétisées avec des pas de ∆P,∆Z et ∆τ . La température Θ(P,Z,τ) devient alors
Θ(i∆P, j∆Z, n∆τ) où i,j,n sont le nombre de pas entre la coordonnée et l’origine. On notera
désormais la température Θn

i,j . L’équation (1.18) devient alors

Θn+1
i,j −Θn

i,j

∆τ
− 1

P

Θn
i+1,j −Θn

i−1,j

2∆P
−

Θn
i+1,j − 2Θn

i,j + Θn
i−1,j

∆P 2

−
Θn
i,j+1 − 2Θn

i,j + Θn
i,j−1

∆Z2
= e−αZ/a0−P 2

δ(τ).

(1.37)
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Figure 1.2: Solution numérique de Θ(P,Z,τ) pour les paramètres α = 1, dz = 1, a0 = 1 avec
la méthode des différences finies. La discrétisation est ∆P = 0.05, ∆Z = 0.005, ∆τ = 7.5·10−6

dans un domaine de −10 ≤ P ≤ 10 et 0 ≤ Z ≤ dz.

La fonction de Dirac δ(τ) pourrait être remplacée par une gaussienne très étroite, mais une
autre façon de faire est d’utiliser la solution analytique précédemment déterminée afin d’avoir
une solution pour τ = 0. Puis, à τ > 0, le terme de source disparaît simplement. Ainsi, on a
Θ0
i,j , et on peut trouver Θn+1

i,j avec

Θn+1
i,j = Θn

i,j + ∆τ

[
1

P

Θn
i+1,j −Θn

i−1,j

2∆P
+

Θn
i+1,j − 2Θn

i,j + Θn
i−1,j

∆P 2
+

Θn
i,j+1 − 2Θn

i,j + Θn
i,j−1

∆Z2

]
.

(1.38)

Le facteur 1/P est remplacé par 1/i∆P et dans l’éventualité où i = 0, on élimine le terme
divergent, car c’est le terme de la première dérivée de P qui doit être nulle à i = 0, grâce à la
symétrie à P = 0.

Il faut également spécifier les dérivées aux frontières pour P et Z. Pour P , on ne peut pas
choisir un domaine infini, comme on a fait pour trouver la solution analytique, alors on choisit
un domaine suffisamment grand pour que les variations de la solution soient négligeables aux
frontières de P et on y impose des conditions d’isolation. Une condition d’isolation signifie des
dérivées premières nulles aux frontières, ce qu’on impose en ajoutant des points dits fantômes
autour du domaine de simulation. Ces points se démarquent par leurs indices i,j < 0 ou
i,j > I,J . Les conditions d’isolation sont alors Θn

−1,j = Θn
0,j et Θn

I+1,j = Θn
I,j , avec I, la valeur

maximale de i dans le domaine de simulation. On impose également des conditions d’isolation
aux frontières de Z, soient Θn

i,−1 = Θn
i,0 et Θn

i,J+1 = Θn
i,J où J est la valeur de j à Z = a0dz.

On obtient ainsi la solution présentée à la figure 1.2.

À l’oeil, les différences entre les solutions fournies par les deux méthodes, analytique et numé-
rique, sont minimes. C’est pourquoi leur différence relative sur une échelle logarithmique est
présentée à la figure 1.3. Ces figures permettent de constater que les deux solutions diffèrent
principalement aux limites de P , suggérant que le domaine limité de la solution numérique a
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Figure 1.3: Comparaison entre les solutions de Θ obtenues avec la méthode analytique de la
fonction de Green (Θ(P,Z,τ)) et la méthode numérique des différences finies (Θn

i,j). L’échelle
de couleurs suit le logarithme de la différence relative |Θn

i,j −Θ(P,Z,τ)|/Θ(P,Z,τ).

eu un impact en comparaison à son domaine infini pour la solution analytique. Autour des
maxima de Θ la différence est de l’ordre de 10−4 − 10−2.

La méthode des différences finies a également l’avantage d’être facilement modifiée afin de tenir
compte de beaucoup plus d’éléments. On pourrait changer la source thermique pour un train
d’impulsions et étudier l’accumulation thermique par exemple. On peut également inclure des
termes non linéaires, telle une dépendance entre la capacité thermique et la température. La
prochaine section se penche sur les cas d’absorption non linéaire.

1.2 Absorption non linéaire et génération de plasma

Dans la section précédente, les propriétés optiques étaient constantes et la présence d’une
impulsion laser n’avait aucune influence sur celles-ci. Chaque photon avait une probabilité
constante d’être absorbé indépendamment de la présence d’autres photons. Dans le cas d’in-
teractions faibles, cette approche est appropriée, mais quand l’intensité augmente, d’autres
mécanismes d’interaction non linéaires entre lumière et matière peuvent commencer à être im-
portants, voire dominants. C’est le cas des mécanismes d’ionisation par impact et d’ionisation
multiphotonique.

L’ionisation d’un atome ou d’une molécule se produit lorsqu’un des électrons de valence ab-
sorbe l’énergie nécessaire Ei afin d’être séparé de son atome ou de sa molécule. On dit qu’il
est passé de la bande de valence à la bande de conduction, car c’est la présence d’électrons
dans la bande de conduction permet au matériau d’être ou de devenir conducteur.
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1.2.1 Modèle de Drude

L’ionisation entraîne des changements dans les propriétés optiques du matériau, car les élec-
trons promus à la bande de conduction interagissent différemment avec un champ électroma-
gnétique incident par rapport aux électrons de la bande de valence. Il sera donc nécessaire de
s’équiper d’un modèle pouvant prédire ces changements. Le modèle de Drude [26, chapitre 1]
permet d’obtenir la variation de la permittivité complexe ε̃ d’un matériau en fonction de la
fréquence de plasma, définie comme

ωp =

(
e2Ne

ε0m∗optme

)1/2

, (1.39)

où la charge élémentaire est dénotée par e, la densité d’électrons dans la bande de conduction
par Ne, la permittivité du vide par ε0 et la masse optique effective des électrons par m∗optme.
Le modèle de Drude prédit que la permittivité d’un matériau ionisé sera

ε̃ = ε+ ε̃Drude = ε+ (1− iγ/ω)

[
−

ω2
p/ω

2

1 + γ2/ω2

]
, (1.40)

où ε est la permittivité du matériau sans l’excitation laser, ω est la fréquence des photons
incidents et γ est défini comme l’inverse du temps d’amortissement de Drude τD.

Puisque Re(ε̃Drude) < 0, l’augmentation de la densité d’électrons dans la bande de conduction
aura toujours pour effet de diminuer la partie réelle de la permittivité. Si elle est positive sans
excitation extérieure, il y aura toujours un seuil critique où Re(ε̃) changera de signe, correspon-
dant exactement au point où les parties réelles et imaginaires de l’indice de réfraction ñ = ε̃1/2

sont égales. Ces deux parties, réelle et imaginaire, s’obtiennent à partir de la permittivité avec

Re(ñ) =

[
|ε̃|+ Re(ε̃)

2

]1/2

, (1.41)

Im(ñ) =

[
|ε̃| − Re(ε̃)

2

]1/2

, (1.42)

où |ε̃| =
√

[Re(ε̃)]2 + [Im(ε̃)]2. À l’inverse, les parties réelle et imaginaire de la permittivité
s’obtiennent de l’indice de réfraction avec

Re(ε̃) = [Re(ñ)]2 − [Im(ñ)]2, (1.43)

Im(ε̃) = 2Re(ñ)Im(ñ). (1.44)

Certaines formules pratiques supplémentaires peuvent être trouvées. D’abord, on peut écrire
l’équation (1.39) sous une forme qui permettra de passer de la fréquence de plasma à la densité
d’électrons de la bande de conduction,

Ne[1021cm−3] = m∗opt

(ωp
ω

)2 1.11 · 106

(λ[nm])2
. (1.45)
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EnergieEi

Figure 1.4: Schéma d’une ionisation par impact. Un électron initialement dans la bande de
conduction et ayant une grande énergie (rouge) frappe un électron de la bande de valence
(bleu) qui absorbe une partie de l’énergie lors de la collision inélastique et est séparé de l’ion
(vert).

On peut également déterminer à quelle valeur de ωp/ω la permittivité changera de signe, un
point critique qui engendre des changements qualitatifs importants dans le comportement du
matériau, (ωp

ω

)
c

= ε1/2
(

1 +
γ2

ω2

)1/2

. (1.46)

1.2.2 Compétition entre ionisation par impact et multiphotonique

Lorsqu’un matériau est soumis à un champ laser intense, deux mécanismes d’ionisation im-
portants sont l’ionisation par impact et l’ionisation multiphotonique [27, 28]. Le premier cas,
l’ionisation par impact, se produit lorsqu’un électron initialement dans la bande de conduction
absorbe une grande quantité d’énergie et frappe un électron de la bande de valence qui est, à
son tour, promu à la bande de conduction, tel que représenté à la figure 1.4.

L’ionisation multiphotonique, quant à elle, nécessite un champ très intense selon le nombre de
photons impliqués lors de l’absorption, car ces derniers doivent être présents simultanément en
un endroit précis de l’espace pour être absorbés par l’électron, ce qui est peu probable lorsque
les photons sont peu nombreux. Ce phénomène est représenté à la figure 1.5.

Ainsi, un électron de la bande de valence a une probabilité par unité de temps pimp d’être promu
à la bande de conduction lorsqu’il est soumis à un champ électromagnétique par mécanisme
d’ionisation par impact. Il a également une probabilité par unité de temps pmph de passer
dans la bande de conduction par absorption multiphotonique. Ces probabilités pimp et pmph

peuvent être décrites approximativement par [28]

pimp ≈
Ep
Ei

(
2ω2γeff

ω2 + γ2
eff

)
, (1.47)

pmph ≈ ωn
3/2
ph

(
Ep
2Ei

)nph

, (1.48)
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2× Ei/2

Figure 1.5: Schéma d’une ionisation à deux photons. Un électron de la bande de valence a
besoin d’absorber une énergie Ei afin d’être promu à la bande de conduction. Il absorbe deux
photons d’énergie Ei/2 simultanément.

avec l’énergie pondéromotrice de l’électron Ep, l’énergie d’ionisation Ei, la fréquence de colli-
sion γeff

1 et le nombre de photons impliqués lors de l’ionisation multiphotonique nph. L’énergie
pondéromotrice peut être exprimée sous la forme

Ep =
e2

2ω2cmeε0
I, (1.49)

avec l’intensité du champ électromagnétique I. Ainsi, après quelques manipulations simples,
on trouve

pimp

pmph
=

22nphωγeff

n
3/2
ph (ω2 + γ2

eff)

(
Eiω

2cmeε0
e2I

)nph−1

. (1.50)

Ce rapport permet de connaître lequel des deux mécanismes d’ionisation domine selon l’in-
tensité du champ électromagnétique appliqué. On peut également connaître l’intensité de
transition It pour laquelle pimp = pmph, qui est

It =
Eiω

2cmeε0
e2

 22nphωγeff

n
3/2
ph (ω2 + γ2

eff)

1/(nph−1)

. (1.51)

Deux exemples sont présentés à la figure 1.6 avec des valeurs numériques réalistes. Les deux
exemples utilisent ω = 2.35 · 1015 s−1 (800 nm), γeff = 1016 s−1. Dans l’un des cas, l’énergie
d’ionisation est Ei = 3.1 eV, ce qui signifie que deux photons sont nécessaires à l’ionisation
multiphotonique, car les photons ont chacun une énergie de 1.55 eV à cette fréquence. Dans
l’autre cas, l’énergie d’ionisation est Ei = 6.2 eV, il faut donc quatre photons pour l’ionisation
multiphotonique.

On commence par l’approche simple de Gamaly et. al [28]. Considérant uniquement ces deux
mécanismes d’ionisation, la variation de densité d’électrons dans la bande de conduction Ne

1. Tel que noté par Gamaly et. al. [28], la fréquence de collision γeff de l’équation (1.47) n’est généralement
pas la même fréquence de collision que γ à l’équation (1.40). Dans le premier cas, γeff est associé à des collisions
inélastiques entraînant un transfert d’énergie entre électrons. Dans le second cas, γ, est associé aux collisions
élastiques des électrons "boules de billard" du modèle de Drude. On interprète alors ces deux paramètres
distinctement.
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Figure 1.6: Rapport entre les probabilités d’ionisation pimp et pmph en fonction de l’intensité
du champ électromagnétique appliqué. Les paramètres choisis sont ω = 2.35·1015 s−1 (λ = 800
nm), γeff = 1016 s−1 et les valeurs indiquées de nph et Ei.

est
dNe

dt
= pimpNe + pmphNa, (1.52)

avec la densité d’atomes ou de molécules neutres Na. La solution générale pour Ne(t) est

Ne(t) =

[
Ne(0) +Na

pmph

pimp

(
1− e−pimpt

)]
epimpt. (1.53)

Les résultats, présentés à la figure 1.7, semblent aller dans le sens des discussions de Gamaly
et al. Pour une intensité de I = 108 W/cm2, l’ionisation par impact domine et le système
s’emballe sur une échelle temporelle nanoseconde. Pour une intensité de I = 1014 W/cm2,
l’ionisation multiphotonique domine et le système s’emballe sur une échelle temporelle femto-
seconde.

Ce calcul est toutefois très incomplet sans une forme de saturation. Si l’on considère uni-
quement la première ionisation, la valeur maximale de Ne devrait être Na. Cet élément est
ajouté dans la prochaine section, en plus de l’absorption linéaire, d’une enveloppe temporelle
gaussienne au champ et du modèle de Drude afin de tenir compte de la formation du plasma
dans les propriétés optiques du matériau.

1.3 Interaction entre une impulsion laser et le plasma généré

1.3.1 Construction du modèle

Pour obtenir une meilleure description de l’ionisation dans un matériau, on permet d’abord une
saturation de la densité d’électrons Ne en modifiant la quantité disponible Na → (Na −Ne).
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Figure 1.7: Modèle simple d’ionisation selon deux régimes distincts. D’abord, pour une inten-
sité de I = 108 W/cm2 (gauche) où l’ionisation par impact domine, puis, pour une intensité
de I = 1014 W/cm2 (droite) où l’ionisation multiphotonique domine. Les autres paramètres
sont ω = 2.35 · 1015 s−1 (λ = 800 nm), γeff = 1016 s−1, nph = 2, Ei = 3.1 eV, Ne(0) = 0 et
Na = 1029 m−3.

On inclut également l’absorption linéaire afin d’obtenir la nouvelle équation d’évolution

∂

∂t
Ne(z,t) =

[
αI(z,t)

~ω
+ pimp(z,t)Ne(z,t) + pmph(z,t) [Na −Ne(z,t)]

]
. (1.54)

Le coefficient α est le même qu’à la section précédente et représente l’absorption linéaire. Les
probabilités pimp et pmph ne sont plus considérées constantes, puisque l’on souhaite également
varier l’intensité du champ électromagnétique dans le temps et l’espace. La dépendance en
profondeur z est alors incluse afin de considérer la réduction de l’intensité lors de la propagation
dans le matériau,

∂

∂z
I(z,t) = −

[
α+ αbc(z,t) +

(nph~ω)pmph(z,t)

I(z,t) [Na −Ne(z,t)]

]
I(z,t), (1.55)

où αbc(z,t) représente l’absorption des électrons de la bande de conduction. Le facteur (nph~ω)

représente l’énergie des nph photons absorbés lors d’une ionisation multiphotonique. En expli-
citant tous les termes, on trouve le système d’équations différentielles partielles

∂

∂t
Ne(z,t) =

[ α
~ω

+
e2γeff

Ei(ω2 + γ2
eff)cmeε0

Ne(z,t)

+ ωn
3/2
ph

(
e2

4Eiω2cmeε0

)nph

[I(z,t)]nph−1 [Na −Ne(z,t)]
]
I(z,t), (1.56)

∂

∂z
I(z,t) = −

[
α+ αbc(z,t) + ~ω2n

5/2
ph

(
e2

4Eiω2cmeε0

)nph

[I(z,t)]nph−1 [Na −Ne(z,t)]

]
I(z,t).

(1.57)

On définit la fonction

β(z,t) = ~ω2n
5/2
ph

(
e2

4Eiω2cmeε0

)nph

[I(z,t)]nph−1 [Na −Ne(z,t)] , (1.58)
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ce qui permet de simplifier le système d’équations à

∂

∂t
Ne(z,t) =

[
α

~ω
+

e2γeff

Ei(ω2 + γ2
eff)cmeε0

Ne(z,t) +
β(z,t)

nph~ω

]
I(z,t), (1.59)

∂

∂z
I(z,t) = − [α+ αbc(z,t) + β(z,t)] I(z,t). (1.60)

Les premiers et troisièmes termes de ces deux équations représentent le transfert de l’énergie
des photons vers les électrons. L’énergie est conservée.

Les deuxièmes termes de ces équations sont reliés à l’activité des électrons dans la bande de
conduction. D’une part, αbc décrit les pertes d’intensité dues à l’absorption d’énergie par les
électrons de la bande de conduction et le deuxième terme de (1.59) décrit le transfert d’une
partie de cette énergie vers des électrons de la bande de valence. Il serait tentant de relier ces
termes afin d’assurer une conservation de l’énergie, mais l’énergie absorbée par les électrons
n’ira pas nécessairement à d’autres électrons. Des phonons peuvent prendre une partie de cette
énergie par exemple. On laisse donc ces deux termes indépendants.

On souhaite maintenant définir αbc(z,t). Les pertes associées à la présence d’électrons dans la
bande de conduction peuvent être décrites en fonction de la partie imaginaire de l’indice de
réfraction ñ = ε̃1/2. Cette relation est l’inverse de la profondeur de pénétration (skin depth)

αbc(z,t) =
2ω

c
Im [ñ(z,t)] . (1.61)

On utilisera les équations (1.39) et (1.40) du modèle de Drude afin de déterminer ñ.

Finalement, on définit les conditions aux limites. On choisit une densité initiale nulle Ne(z,0) =

0. Pour l’intensité, on impose une enveloppe gaussienne pondérée par le coefficient de trans-
mission T (t) = 1−R(t), où R(t) est la réflectivité. L’intensité à z = 0 sera alors

I(0,t) = I0 [1−R(t)] e−(t/t0)2
, (1.62)

où le paramètre t0 permet de varier la longueur de l’impulsion incidente et la réflectivité est
calculée avec

R(t) =

∣∣∣∣ ñ(0,t)− 1

ñ(0,t) + 1

∣∣∣∣2 . (1.63)

On utilise la fluence comme variable indépendante, l’énergie par surface en J/cm2, définie
comme

F =
√
πI0t0, (1.64)

dans le cas d’une enveloppe gaussienne.
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1.3.2 Solutions numériques

La méthode employée pour résoudre les équations (1.58) à (1.63) est la méthode des diffé-
rences finies introduite à la section précédente. Une fois discrétisées, les équations différentielles
s’écrivent

Nn+1
i −Nn

i

∆t
=

[
α

~ω
+

e2γeff

Ei(ω2 + γ2
eff)cmeε0

Nn
i +

βni
nph~ω

]
Ini , (1.65)

Ini+1 − Ini
∆z

= −[α+ αnbc,i + βni ]Ini . (1.66)

La notation est semblable à celle utilisée à la section précédente ; les indices i indiquent le iieme

pas spatial de ∆z et les indices n indiquent le nieme pas temporel de ∆t.

Avec les paramètres indiqués dans le tableau 1.2, ainsi que t0 = 20 fs, F = 0.0535 J/cm2, l’in-
tégration des équations pour Ne(z,t) et I(z,t) permet d’obtenir les figures 1.8 et 1.9. D’autres
exemples de solutions sont montrés à l’annexe B.
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Figure 1.8: Intensité d’une impulsion courte (t0 = 20 fs, F = 0.0535 J/cm2) en fonction du
temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite sont montrés
le profil temporel avant la réflextion, Iincidente, le profil temporel transmis à z = 0, Itransmise

et le profil temporel à z = 200 nm, I200nm. Les paramètres sont définis au tableau 1.2 et la
discrétisation est ∆t = 0.2 fs et ∆z = 5 nm.

La densité d’ionisation maximale du matériau est très importante, car c’est ce qui va déter-
miner les propriétés optiques du matériau à l’interface. On effectue alors plusieurs calculs,
mais en variant les paramètres t0 et F et en gardant uniquement la valeur maximale de Ne

pour obtenir la figure 1.10. Tous les autres paramètres sont les mêmes que précédemment et
indiqués dans le tableau 1.2.

On calcule ensuite les parties réelles et imaginaires des indices de réfraction avec les équations
(1.40) et (1.39) pour obtenir la figure 1.11.

On termine avec la réflectivité à l’aide de l’équation (1.63) afin d’obtenir la figure 1.12. Pour
fin de comparaison, les points de croisement entre les parties réelles et imaginaires des indices
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Figure 1.9: Ionisation entraînée par une impulsion courte (t0 = 20 fs, F = 0.0535 J/cm2) en
fonction du temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite,
on compare l’ionisation finale totale en bleu et les contributions individuelles de chacun des
trois termes de (1.59). La contribution de l’absorption linéaire est en vert, l’ionisation par
impact est en rouge et l’ionisation multiphotonique est en cyan. Les paramètres sont définis
au tableau 1.2 et la discrétisation est ∆t = 0.2 fs et ∆z = 5 nm.

Tableau 1.2: Paramètres du modèle défini aux équations (1.58) à (1.63). Ce modèle décrit la
propagation d’une impulsion laser gaussienne dans un matériau avec de l’absorption linéaire,
de l’ionisation par impact et de l’ionisation multiphotonique.

Paramètre Symbole Unités Valeur

Durée de l’impulsion t0 s ∼ 10−9 − 10−15

Fluence F J/cm2 0.01 − 0.3
Fréquence du laser ω s−1 2.35 · 1015

Coefficient d’absorption linéaire α m−1 106

Permittivité relative initiale du matériau ε - 4.0
Fréquence de collision (Drude) γ s−1 1015

Masse optique effective des électrons (Drude) mopt - 1.0
Fréquence de collision (ionisation par impact) γeff s−1 1016

Nb. de photons par ionisation multiphotonique nph - 2
Énergie d’ionisation Ei eV 3.1
Densité d’atomes ou de molécules neutres Na m−3 1029

de réfraction sont indiqués par des points noirs sur les figures 1.11 et 1.12. La position de ces
points est calculée à l’aide de l’équation (1.46).

Certains éléments sont à retenir de ces résultats. D’abord, la figure 1.10 montre une relation
presque linéaire entre la fluence et la densité d’ionisation. Puisque dans les prochains chapitres,
la fluence sera remplacée par la fréquence de plasma comme variable indépendante, le lien entre
ces deux variables devient plus instinctif.

Ensuite, le comportement des propriétés optiques est très important. À faible fluence, la par-
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Figure 1.10: Proportion maximale d’électrons promus à la bande de conduction Ne/Na en
fonction de la fluence de la source laser incidente F , pour diverses durées d’impulsion t0. Les
valeurs maximales de Ne correspondent à la valeur finale à z = 0.
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Figure 1.11: Parties réelles et imaginaires des indices de réfraction ñ en fonction de la fluence
appliquée pour diverses durées d’impulsion t0. Les points noirs indiquent où les parties réelles
et imaginaires se croisent. Les points de croisement ont été déterminés avec l’équation (1.46).

tie réelle de l’indice de réfraction diminue rapidement et remonte tranquillement peu après
(ωp/ω)c, l’endroit où la partie imaginaire de ñ devient plus grande que la partie réelle. On
verra, dans le prochain chapitre, que certains réseaux de surface ont des dimensions qui dé-
pendent de Re(ñ) et que d’autres formes peuvent apparaître quand Re(ñ) < Im(ñ).

Perspectives. Certains aspects importants des interactions entre un faisceau laser incident
et une cible ont été survolés. Les effets thermiques en premier lieu, puis la formation de plasma
et les changements de propriétés optiques entraînés. Une suite logique à cette étude est de
réunir ces deux parties afin d’avoir un modèle à deux températures très complet. Ce genre
de modèle, à deux températures, est nommé ainsi, car il sépare les énergies (températures)
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Figure 1.12: Réflectivités calculées avec l’équation (1.63) en fonction de la fluence appliquée
pour diverses durées d’impulsion t0. Les points noirs indiquent où les parties réelles et imagi-
naires des indices de réfraction se croisent. Les points de croisement ont été déterminés avec
l’équation (1.46).

des électrons et du matériau en deux variables distinctes. Pour y arriver, on peut ajouter un
transfert de l’énergie absorbée par les électrons vers une nouvelle variable, la température
du matériau, avec un taux constant, le taux de recombinaison entre électrons et ions. Le
passage d’une impulsion laser unique à un train d’impulsions est ensuite aisé en incluant
la diffusion thermique entre chaque impulsion, ce qui permettrait de simuler de façon très
complète l’accumulation thermique.

La formation de plasma a aussi été étudiée, car celui-ci vient drastiquement changer les pro-
priétés optiques du matériau durant son irradiation. Les prochains chapitres s’intéressent aux
variations du champ dans le plan de la surface (x,y) et la fréquence du plasma ωp est très
importante afin de déterminer la forme des réseaux de surface obtenue, puisque les propriétés
optiques, à la surface, changent la façon dont le champ interagit avec cette surface. Il reste
toutefois à relier le modèle qui sera construit dans les chapitres 3 et 4 aux calculs effectués ici.
Il ne s’agit pas d’une mince tâche, mais cela permettrait d’observer l’effet de la rétroaction
entre le plasma et le champ sur la forme des réseaux de surface. La dépendance entre la durée
des impulsions et la formation des réseaux de surface pourrait également être simulée.
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Chapitre 2

Des premières expériences à la théorie
de Sipe-Drude

Ce second chapitre entame le sujet principal de ce document, les réseaux de surface. Leur
nom plus commun est laser-induced periodic surface structures, ou LIPSSs. Nous débuterons
ce chapitre en survolant les résultats expérimentaux les plus importants avant de classifier les
différentes variations observables des LIPSSs. Nous étudierons ensuite la théorie de Sipe [15],
une première approche analytique qui a été très utilisée durant les dernières décennies. Le
modèle de Drude est ensuite combiné avec le modèle de Sipe afin d’inclure la contribution de
la formation de plasma lors de l’interaction entre le laser et la cible.

2.1 Classification des réseaux de surface

Les réseaux de surfaces, ou les LIPSSs, sont des structures nanométriques et périodiques
que l’on peut inscrire sur la surface d’un matériau en l’irradiant d’impulsions laser à une
intensité près du seuil d’ablation. Une grande variété de formes peut ainsi être générées afin
de modifier certaines propriétés d’une surface. La période des LIPSSs varie en général entre
quelques dizaines de nanomètres [29, 30] et quelques micromètres [31]. Leur orientation dépend
directement de l’orientation de la polarisation du faisceau laser incident.

Ce phénomène est qualifié d’universel [9], car il peut se produire sur tous les types de solides,
que ce soit un métal, un semi-conducteur ou un diélectrique aussi bien sous une forme de cristal,
polycristal, polymère, verre, etc. Les différentes caractéristiques (forme, période et orientation)
seront toutefois différentes d’un matériau à l’autre et peuvent varier pour un même matériau
selon les propriétés du laser incident.

La classification des différents types de LIPSSs est difficile, car les frontières entre deux types
de structures peuvent être très floues. La classification la plus répandue se base sur un seul
critère, le rapport entre la période Λ de la structure produite et la longueur d’onde du faisceau
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incident λ. Pour Λ > λ, on parlera de grooves, pour Λ ∼ λ, il s’agira plutôt de structures
dénommées low spatial frequency LIPSSs ou LSFLs. Finalement, pour Λ � λ, les structures
sont nommées high spatial frequency LIPSSs ou HSFLs. Il y a deux problèmes importants
dans cette classification. D’abord, la frontière entre LSFLs et HSFLs est mal définie, rendant
parfois difficile le choix de la bonne catégorie. L’autre problème est le fait que ces termes ne
tiennent pas compte de l’orientation des structures alors que deux types de structures peuvent
avoir la même période, mais une orientation différente, car elles sont dues à deux phénomènes
distincts.

Une autre classification tient compte de l’orientation et du phénomène en jeu. Cela implique
que toutes les structures d’une même catégorie devraient avoir un comportement qualitatif
semblable. Alors que cette classification est habituellement utilisée pour de désigner la signa-
ture spectrale d’un type de structure précis, elle sera également utilisée dans le domaine spatial
dans ce document.

Type-s. Les structures de type-s sont les premières à avoir été observées en 1965 [1], car ce
sont les seules qui peuvent être produites avec des impulsions laser plus longues que l’échelle
picoseconde [32]. Cette limite picoseconde est importante, car c’est à cette échelle de temps que
le plasma généré par l’impulsion laser commence à prendre de l’expansion et que l’ablation
laser se produit. Si l’impulsion laser est plus longue, il y a couplage entre les mécanismes
d’ablation et d’absorption, car le laser continue à irradier le plasma en expansion.

Ces structures ont une orientation perpendiculaire au sens de la polarisation du laser incident et
une période légèrement en deçà de la longueur d’onde. La période dépend de l’angle d’incidence
θ comme

Λs ≈
λ

1 + sin(θ)
. (2.1)

Le s du nom type-s provient d’ailleurs de cette dépendance sinusoïdale [8]. Tel que montré
dans le tableau 2.1, les structures de type-s peuvent être formées autant sur des métaux que
des semi-conducteurs et des diélectriques.

Les autres types de structures n’ont pu être observés qu’avec la venue des lasers femtosecondes.
Il n’y a toutefois aucune explication convaincante actuellement pour expliquer pourquoi seules
les structures de type-s peuvent être formées avec des impulsions plus longues que l’échelle
picoseconde.

Type-d. Les structures de type-d apparaissent principalement sur des diélectriques, et par-
fois sur des semi-conducteurs ou des métaux. La largeur de la bande interdite (l’énergie d’ioni-
sation) semble jouer un rôle important afin de déterminer si ces structures peuvent croître ou
non sur un matériau, car plus elle est grande, plus il est aisé de les fabriquer [3]. Les structures
de type-d sont orientées parallèlement au sens de polarisation du laser incident et leur période

28



Tableau 2.1: Observations expérimentales de structures de type-s sur des métaux (M), semi-
conducteurs (S) ou diélectriques (D) à incidence normale. Leur période Λs est comparée à
la longueur d’onde du faisceau laser utilisée λ et le symbole ⊥ indique que l’orientation est
orthogonale au sens de polarisation.

matériau Λs/λ (⊥) référence

TiN (M) 0.74 [33]
Acier (M) 0.88 [11]
Si (S) 0.7 - 0.96 [16, 31, 34, 35, 36, 37]
InAs (S) 0.88 [31]
InP (S) 0.74 - 0.94 [31, 38]
GaP (S) 0.85 [31]
Al2O3 (D) 0.91 - 0.94 [31, 39]
Diamant (D) 0.94 [2]
ZnO (D) 0.79 - 0.91 [40]

est d’environ

Λd ≈
λ

Re(ñ)
. (2.2)

Cette période peut varier beaucoup plus que pour les autres types de structures, car Re(ñ) peut
grandement varier à cause de la formation du plasma durant l’irradiation laser. Le d du nom
type-d provient du mot dissident, car les premiers à les observer les qualifiaient de dissidantes à
avoir la période attendue de Λ/λ ∼ 1. Le tableau 2.2 résume quelques observations importantes
de structures de type-d.

Tableau 2.2: Observations expérimentales de structures de type-d sur des métaux (M), semi-
conducteurs (S) ou diélectriques (D). Leur période Λd est comparée à la longueur d’onde du
faisceau laser utilisée λ et le symbole // indique que l’orientation est parallèle au sens de polarisation.

matériau Λd/λ (//) référence

Acier allié (M) 0.15 - 0.24 [41]
Ti (M) 0.08 - 0.12 [30]
Si (S) 0.25 - 0.69 [36, 42]
ZnSe (S) 0.21 [43]
Diamant (D) 0.26 [2]
SiO2 (D) 0.66 - 0.88 [3, 44, 45]

Type-r. Les structures de type-r apparaissent plus souvent sur des métaux mais peuvent
très souvent être formées sur des semi-conducteurs et des diélectriques. Le r provient du mot
roughness (rugosité) à cause de leur forte dépendance à la forme de la rugosité de surface notée
par Skolski et. al. [22] dans leurs simulations numériques. Leur origine est toutefois toujours
mal comprise et il est possible que plusieurs phénomènes différents soient en jeu lors de la
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formation de structures de type-r. C’est pourquoi toutes les structures qui ont une orientation
perpendiculaire au sens de la polarisation du laser incident et une période significativement
plus petite que la longueur d’onde sont comprises dans la même catégorie, faute de pouvoir
distinguer des mécanismes de formation différents.

Le tableau 2.3 résume quelques-unes des observations de structures de type-r.

Tableau 2.3: Observations expérimentales de structures de type-r sur des métaux (M), semi-
conducteurs (S) ou diélectriques (D). Leur période Λr est comparée à la longueur d’onde du
faisceau laser utilisée λ et le symbole ⊥ indique que l’orientation est orthogonale au sens de
polarisation.

matériau Λr/λ (⊥) référence

TiN (M) 0.1 - 0.21 [29, 33, 46]
CrN (M) 0.14 [46]
Cu (M) 0.34 [47]
InP (S) 0.24 - 0.45 [31, 38]
ZnO (S) 0.25 - 0.35 [31]
GaP (S) 0.19 - 0.22 [32]
Al2O3 (D) 0.34 [31]
SiO2 (D) 0.2 - 0.28 [48, 49]
MgF2 (D) 0.26 - 0.33 [48]
LiF (D) 0.22 - 0.32 [48]
TiO2 (D) 0.21 [50]

Les autres types. D’autres types de structures ont pu être observés. Des structures ayant
une période plus grande que la longueur d’onde du laser incident sont dites de type-g (pour
grooves), mais il manque toujours d’appui théorique afin de se prononcer sur leur origine.

Nous avons également proposé une extension aux structures de type-d, que nous avons nommée
type-m, pourmixed (mixtes) [23]. Ce choix vient du fait que les structures de type-d obtiennent
certaines caractéristiques des structures de type-s dans un certain régime de paramètre. Les
structures de type-m ont une orientation parallèle au sens de polarisation et une période
Λm ≈ λ à incidence normale. Leur dépendance avec l’angle d’incidence est toujours inconnue.

2.2 Le problème de Sipe

Au début des années 80, seules les structures de type-s étaient observées et certaines théo-
ries commençaient à apparaître dans la littérature, mais ne pouvaient expliquer toutes les
caractéristiques connues du phénomène. Aucune ne pouvait expliquer à la fois l’orientation, la
période et la dépendance de cette période avec l’angle d’incidence. Il a fallu attendre le modèle
de Sipe [15] qui a solutionné les équations de Maxwell analytiquement pour une onde plane
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Figure 2.1: Géométrie du problème de Sipe. En A, une onde plane incidente se propage vers
la direction −z et frappe une interface rugueuse en B. Des ondes sont diffusées et la symétrie
de l’onde plane est brisée. Le volume du matériau est en C.

interagissant avec une surface rugueuse dans l’espace des fréquences pour avoir une explication
théorique convaincante.

Connaissant la dépendance entre les LIPSSs, la longueur d’onde et le sens de polarisation
du laser incident, il était naturel d’aborder le problème d’un point de vue électromagnétique.
L’hypothèse initiale est qu’une onde plane incidente à une surface doit subir une brisure de
symétrie afin d’avoir des variations dans le profil d’énergie lumineuse le long de la surface et
ainsi, causer une ablation inhomogène. Les variations du champ électromagnétique le long de
la surface y sont donc inscrites.

Pour obtenir ces solutions, le plan d’incidence est divisé en trois régions, représentées à la
figure 2.1. La première, z > l, est le vide au dessus du matériau d’où provient une onde
plane incidente. La seconde, 0 < z < l, est le selvedge qui contient une certaine proportion de
matériau et cause le bris de symétrie de l’onde plane. La dernière, z < 0, contient le volume du
matériau. Cette section se limitera aux solutions finales et la démarche complète se retrouve
à la référence [15].

2.2.1 Solution analytique.

Soit la relation de proportionnalité pour l’intensité lumineuse moyenne à z = 0

I(~k) ∝ η(~k; ~ki)|b(~k)|, (2.3)

où la fonction η(~k; ~ki) est une fonction de réponse qui décrit l’efficacité qu’a la surface rugueuse
à absorber l’onde incidente de fréquence ~ki de façon inhomogène avec une fréquence ~k. On doit
s’attendre à obtenir des pics de fréquences préférentielles dans cette fonction afin de pouvoir les
associer à des types de LIPSSs spécifiques. La fonction b(~k) est l’amplitude de la transformée
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de Fourier de la position de la surface dans le selvedge à une fréquence ~k et devrait donc être
pratiquement constante puisque la rugosité de surface doit être aléatoire et sans fréquence
préférentielle.

La solution analytique de la fonction d’efficacité η(~k;~ki) est donnée par

η(~k; ~ki) = 2π|v(~k+) + v∗(~k−)|, (2.4)

où v∗ est le complexe conjugué de v, une fonction décrite dans le cas d’une onde incidente
s-polarisée par

v(~k±) =
[
hss(k±)(k̂± · ŷ)2 + hkk(k±)(k̂± · x̂)2

]
γt|ts(~ki)|2. (2.5)

Dans le cas p-polarisé, cette fonction devient

v(~k±) =
[
hss(k±)(k̂± · x̂)2 + hkk(k±)(k̂± · ŷ)2

]
γt|tx(~ki)|2

+ hkz(k±)(k̂± · ŷ)γzεt
∗
x(~ki)tz(~ki) + hzk(k±)(k̂± · ŷ)γttx(~ki)t

∗
z(
~ki)

+ hzz(k±)γzε|tz(~ki)|2. (2.6)

Les produits scalaires sont

(k̂± · ŷ) =
sin θ ± κy

κ±
; (k̂± · x̂) =

κx
κ±

(2.7)

κ± =
√
κ2
x + (sin θ ± κy)2, (2.8)

où toutes les fréquences k ont été réduites d’un facteur 2π/λ. Le paramètre sans dimension
de fréquence sera désormais κ = kλ/2π. Il reste à définir les fonctions h, t et γ.

Les fonctions h sont

hss(κ±) =
2i√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

, (2.9)

hkk(κ±) =
2i
√

(ε− κ2
±)(1− κ2

±)

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

, (2.10)

hkz(κ±) =
2iκ±

√
ε− κ2

±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

, (2.11)

hzk(κ±) =
2iκ±

√
1− κ2

±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

, (2.12)

hzz(κ±) =
2iκ2
±

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

. (2.13)

Les fonctions t sont

ts(~ki) =
2| cos θ|

| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

, (2.14)

tx(~ki) =
2
√
ε− (sin θ)2

ε| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

, (2.15)

tz(~ki) =
2 sin θ

ε| cos θ|+
√
ε− (sin θ)2

. (2.16)

En utilisant

R =
ε− 1

ε+ 1
, (2.17)

F (s) =
√
s2 + 1− s, (2.18)

G(s) =

√
s2 + 4 + s

2
−
√
s2 + 1, (2.19)
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on peut déterminer les fonctions γ

γt =
2(ε− 1)

4π{2 + (1− f)(ε− 1)[F (s)−RG(s)]}
, (2.20)

γz =
ε− 1

4π{ε− (1− f)(ε− 1)[F (s) +RG(s)]}
. (2.21)

Il reste maintenant quatre paramètres, soient l’angle d’incidence θ, la permittivité du matériau
ε, le filling factor f et le shape factor s. Les deux derniers sont reliés à la forme de la rugosité de
surface. Le filling factor est la proportion du selvedge sous la surface, ou la proportion remplie.
Le shape factor est le demi-rapport hauteur/largeur moyen des maxima de cette surface. Le
couple (f,s) est généralement fixé à (0.1, 0.4), car les solutions dépendent peu de ces deux
paramètres et que ce couple a été démontré comme réaliste par Young et. al. [8].

À incidence normale (θ = 0), les équations se simplifient beaucoup, en partie parce qu’il n’y a
plus de distinction entre les deux différentes polarisations incidentes. On peut alors condenser
les solutions et utiliser

v(~k±) =
2i√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

(
κy
κ±

)2

+
2i
√

(ε− κ2
±)(1− κ2

±)

ε
√

1− κ2
± +

√
ε− κ2

±

(
κx
κ±

)2

γt

∣∣∣∣ 2

1 +
√
ε

∣∣∣∣2 , (2.22)

ainsi que (2.20), ce qui suffit à déterminer la fonction d’efficacité η(~k;~ki) avec (2.4). Ayant fixé
trois des quatre paramètres, (f,s) = (0.1, 0.4) et θ = 0, il ne reste que les propriétés optiques
du matériau avec ε.

Il est important de mentionner que ces solutions analytiques sont obtenues sous deux ap-
proximations importantes. D’abord, l’épaisseur du selvedge doit être petite par rapport à la
longueur d’onde du faisceau incident,

l� λ

2π
. (2.23)

Ensuite, le domaine de validité des solutions est restreint aux faibles fréquences,

|~κ|l� 1. (2.24)

Résultats analytiques. Le premier grand succès de cette théorie est l’explication des struc-
tures de type-s sur des métaux. Le premier calcul est effectué avec un métal, l’aluminium qui
a un indice de réfraction de ñAl = 1.8 + 9.3i à λ = 1.06 µm [8]. La fonction d’efficacité pour
εAl = ñ2

Al est montrée à la figure 2.2.

Dans le cas d’un métal, caractérisé par Re(ñ) < Im(ñ), une paire de pics sont présents le long
de l’axe κx, près des valeurs 1 et -1. Ceux-ci correspondent à une périodicité près de la longueur
d’onde λ et une orientation perpendiculaire au sens de la polarisation incidente, les mêmes
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Figure 2.2: Fonction d’efficacité pour ñ = 1.8 + 9.3i (aluminium à λ = 1.06 µm). Le sens
de polarisation est indiqué sur la figure de gauche, ainsi que les endroits où les sections ont
été faites pour la figure de droite. La section I montre un pic très mince à κx = 1, donc des
structures perpendiculaires au sens de polarisation et de période Λ ∼ λ, où de type-s. La
section II est presque constante, signifiant qu’il n’y a pas de fréquence préférentielle dans le
profil d’énergie.

caractéristiques que les structures de type-s. La même paire de pics est généralement présente
et très prononcée dès que Re(ñ) < Im(ñ). Autrement dit, si le champ incident, une onde
plane, frappe la surface rugueuse aléatoire d’un matériau aux propriétés optiques métalliques,
l’énergie sera déposée avec une fréquence préférentielle de κx ∼ 1. Si la profondeur d’ablation
dépend de ce profil d’énergie périodique, ce dernier sera inscrit dans la forme de la surface,
formant des structures de type-s.

Deuxième grande réussite de cette théorie, la prédiction des structures de type-d qui furent
confirmées expérimentalement plus tard, avec la venue des lasers femtosecondes. Elles sont
présentes pour des matériaux faiblement absorbants, Re(ñ) > Im(ñ), comme pour le silicium.
Sa fonction d’efficacité est montrée à la figure 2.3.

Tirer des conclusions claires de la fonction d’efficacité dans le cas Re(ñ) > Im(ñ) est difficile,
puisque trois maxima correspondant aux structures de type-s, type-d et type-r sont souvent
présents. Généralement, aucune conclusion n’est tirée des pics de type-r à cause de la restriction
des équations de Sipe aux faibles fréquences. Faute d’un meilleur critère, on choisit ensuite la
paire de pics ayant la plus grande amplitude pour prédire les structures finales de la surface
ablatée, soit les pics des structures de type-d quand Re(ñ) > Im(ñ).

Cette théorie prédit alors principalement des structures de type-s sur les métaux et des struc-
tures de type-d sur des diélectriques. Mais cette théorie ne peut expliquer l’apparition des
structures de type-d sur des métaux et ce n’est qu’au dernier chapitre que nous pourrons
aborder ce cas précis.
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Figure 2.3: Fonction d’efficacité pour ñ = 3.5 + 10−4i (silicium à λ = 1.06 µm). Le sens de
polarisation est indiqué sur la figure de gauche, ainsi que les endroits où les sections ont été
faites pour la figure de droite. La section I suggère des structures de type-s et type-r et la
section II suggère des structures de type-d.

Pour expliquer l’apparition de structures de type-s sur un matériau peu absorbant, l’hypothèse
est que la formation de plasma lors de l’irradiation laser donne un comportement métallique
au matériau en le rendant très absorbant. C’est pourquoi le modèle de Drude a été récemment
ajouté pour former le modèle Sipe-Drude [16].

2.2.2 Contribution du plasma

Les propriétés optiques d’un matériau ne restent pas constantes lors de l’irradiation laser,
ce qui est particulièrement vrai près du seuil d’ablation laser. En ajoutant la contribution
du modèle de Drude à la permittivité du matériau, on peut tenir compte du changement de
comportement des électrons excités.

L’équation (1.40) décrit ces changements de propriétés optiques à l’aide de deux nouveaux
paramètres. Le premier est la fréquence du plasma réduite ωp/ω qui est reliée à la densité
du plasma (voir l’équation (1.39)). Le second paramètre est la fréquence de collision réduite
γ/ω qui est reliée à la dynamique des électrons de la bande de conduction. Généralement, ce
dernier paramètre est fixé pour un matériau donné et seule la fréquence de plasma est variée.
La façon analogue de varier ce paramètre en laboratoire serait d’augmenter la fluence du laser.

Pour reprendre l’exemple du silicium, on fixe la fréquence de collision γ/ω à 0.39 et ñ =

3.692+0.065i, les valeurs acceptées pour λ = 800 nm [16, 27]. Les parties réelles et imaginaires
de l’indice de réfraction, selon le modèle de Drude suivront alors les courbes de la figure 2.4.
En utilisant ces valeurs, on peut calculer à nouveau les solutions de Sipe pour différentes
fréquences de plasma et obtenir les figures 2.5 à 2.7.
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Figure 2.4: Parties réelle et imaginaire de l’indice de réfraction ñ = ε̃1/2 calculées avec le
modèle de Drude avec les paramètres ε = 13.63 + 0.48i et γ/ω = 0.39. Les deux parties se
croisent à (ωp/ω)c = 3.963.

À faible fréquence de plasma, les pics correspondant aux structures parallèles de type-d sont
dominants. Autour de (ωp/ω)c, défini comme la fréquence de plasma réduite où les parties
réelle et imaginaire de l’indice de réfraction s’égalent (voir l’équation (1.46)), on observe une
transition rapide et les pics correspondant aux structures perpendiculaires de type-s deviennent
dominants. Les divergences aux grandes valeurs de κx sont de plus en plus prononcées, ce qui
pourrait causer l’apparition de structures de type-r, mais comme dit précédemment, cette
théorie ne permet pas de se prononcer sur ce cas précis, car elle est invalide aux grandes
fréquences.

La formation des structures de type-s sur les diélectriques peut alors être expliquée avec
l’aide du modèle de Drude et de la formation d’un plasma dense durant l’irradiation laser. Les
structures de type-d seraient donc formées lorsque le seuil d’ablation est atteint avant (ωp/ω)c,
quand Re(ñ) > Im(ñ). Au-delà du seuil critique, les structures de type-s seraient privilégiées.

Limitations. L’absence de solution dans le domaine spatial est un problème, vu le manque
de clarté des solutions dans le domaine des fréquences. Les résultats semblent concorder qua-
litativement avec les expériences sur certains éléments, mais il n’est pas évident de tirer des
conclusions solides. Est-ce que les maxima divergents aux grandes valeurs de κx sont respon-
sables des structures de type-r ? Et quand les pics des structures de type-d et type-s sont
présents, la forme finale des LIPSSs est difficile à prévoir.

La restriction sur l’épaisseur du selvedge est également un problème, car cette méthode est
alors limitée à une seule impulsion. On ne peut faire ces calculs pour un train d’impulsions, la
zone du selvedge gagnerait en amplitude entre chacune des impulsions et la condition (2.23)
serait brisée.
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Figure 2.5: Solutions analytiques de la fonction d’efficacité pour différentes valeurs de ωp/ω.
Les indices de réfraction correspondant sont ñ = 3.692 + 0.065i (a), 3.564 + 0.115i (b), 3.2 +
0.287i (c), 2.512 + 0.702i (d), 1.68 + 1.755i (e), 1.41 + 3.171i (f). Le sens de polarisation est
indiqué en (a).
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Figure 2.6: Section le long de κx > 0 et κy = 0 de la figure 2.5. Les valeurs de ωp/ω sont
indiquées dans la légende. Le pic correspondant aux structures de type-s s’amplifie considéra-
blement pour ωp/ω > (ωp/ω)c = 3.963.
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Figure 2.7: Section le long de κy > 0 et κx = 0 de la figure 2.5. Les valeurs de ωp/ω
sont indiquées dans la légende. Les carrés noirs indiquent sur chaque courbe la fréquence
κy = Re(ñ). Ils se retrouvent près du maximum de la fonction, ce qui indique que les structures
de type-d ont une période qui suit une relation proche de Λ ∼ λ/Re(ñ).
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Les solutions ne sont disponibles qu’à z = 0 et il serait intéressant d’avoir la solution en
profondeur. Si la forme du champ est différente à la profondeur d’ablation, il est probable que
la forme des LIPSSs suive plutôt cette distribution là, et non celle de z = 0.

39





Chapitre 3

Interactions électrodynamiques de
surface

Dans le chapitre précédent, nous avons atteint les limites de la méthode analytique de Sipe.
C’est pourquoi, dans ce chapitre, nous nous tournons vers une méthode numérique, basée sur
la discrétisation des équations de Maxwell. Nous utiliserons cette méthode afin de simuler
l’interaction entre une onde plane incidente et une surface rugueuse. Les différences avec la
méthode analytique seront discutées et les avantages serons mis en lumière. Finalement, l’étude
des interactions autour d’une inhomogénéité de surface unique permettra de mettre en lumière
certains éléments précis du phénomène. Certains résultats de ce chapitre sont publiés dans [23].

3.1 Discrétisation des équations de Maxwell

La méthode des différences finies a été introduite au premier chapitre et sera utilisée à nouveau
dans ce chapitre et le suivant. Dans le cas des équations de Maxwell, le nom particulier de
la méthode est finite-difference time-domain ou FDTD [20, 21]. Ce choix de méthode est
principalement motivé par la récente démonstration de la ressemblance entre les solutions
FDTD et analytique dans les contraintes imposées par cette dernière [22]. Ainsi, à z = 0 (le
plan séparant le selvedge et le volume tel que représenté à la figure 2.1), dans le domaine
des fréquences et pour les petites valeurs de fréquences, ces deux méthodes s’équivalent très
bien. Mais la méthode FDTD permet des solutions à z > 0, aux grandes fréquences et dans le
domaine spatial.

L’information du champ à z > 0 est très importante, car on verra que le champ varie très
rapidement le long de l’axe z juste sous la surface. Si la profondeur d’ablation est grande, il est
probable que ce soit la forme du champ prise à cette grande profondeur qui soit importante, et
non la forme du champ dans une partie du matériau qui sera expulsée de la surface. Un autre
avantage majeur est de ne pas être restreint à un selvedge très mince. Nous tirerons profit de

41



cet avantage dans le dernier chapitre, car nous modifierons la forme de cette surface dans une
région qui doit pouvoir avoir une épaisseur de l’ordre de λ.

Les calculs FDTD sont effectués avec le logiciel libre Meep [51].

Équations de Maxwell. La forme différentielle standard des équations de Maxwell dans
le vide est

~∇ · ~E =
ρ

ε0
, (3.1)

~∇ · ~B = 0, (3.2)

~∇× ~E = −∂
~B

∂t
, (3.3)

~∇× ~B = µ0

(
~J + ε0

∂ ~E

∂t

)
. (3.4)

Le champ électrique et la densité de flux magnétique sont respectivement dénotés par ~E et ~B.
La permittivité du vide est ε0, la perméabilité du vide est µ0, la densité de charges libres est
ρ et la densité de courant électrique est ~J .

Quelques modifications peuvent être apportées avant de discrétiser ces équations. D’abord, on
suppose un milieu sans charge libre, permettant d’avoir ρ = 0. Ensuite, on utilise plutôt le
champ magnétique défini comme

~H =
1

µ0

~B − ~M, (3.5)

où ~M est la densité de moment magnétique que nous posons nulle.

Afin de tenir compte du milieu et de sa réponse au champ, on utilise la loi d’Ohm ~J = σ ~E

avec la conductivité σ qui peut être écrite en fonction de la partie imaginaire de la permittivité
complexe ε̃ de ce milieu. La notation exacte est clarifiée dans le tableau 3.1.

Tableau 3.1: Notation concernant la permittivité.

Objet Symbole Unités Valeur ou expression

Permittivité du vide ε0
A2s4

m3kg
8.854 ·10−12

Permittivité relative complexe ε̃ ε0 ε̃ = ε′ + iε′′

Partie réelle relative ε′ ε0 -
Partie imaginaire relative ε′′ ε0 -
Conductivité électrique σ A2s3

m3kg
σ = ε0ε

′′ω
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Figure 3.1: Comparaison entre une grille normale et une grille décalée en deux dimensions.
À droite, les champs E et H ne sont pas définis aux même points.

La nouvelle forme des équations de Maxwell prêtes à être discrétisées est alors

~∇ · ~E = 0, (3.6)
~∇ · ~H = 0, (3.7)

~∇× ~E = −µ0
∂ ~H

∂t
, (3.8)

~∇× ~H = σ ~E + ε′ε0
∂ ~E

∂t
. (3.9)

3.1.1 Algorithme de Yee

La discrétisation des équations de Maxwell par la méthode des différences finies se fait de
façon similaire à celle du chapitre 1. La différence principale est l’utilisation de grilles décalées
(staggered grids) qui permet une plus grande stabilité et d’imposer des solutions à divergence
nulle. Une grille décalée signifie que deux quantités discrétisées, disons des champs E et H,
ne serons pas définis sur les mêmes points de l’espace. Le champ E peut être défini sur toutes
les paires de coordonnées (i,j) entières d’un plan et le champ H peut être défini sur les demi-
entiers des coordonnées. Cet exemple est illustré à la figure 3.1.

Les champs des équations de Maxwell ~E et ~H sont vectoriels et dans la méthode FDTD,
chacune des trois composantes spatiales de ces deux champs est décalée d’un demi-pas spatial
par rapport aux autres. Ainsi, les composantes Ex,Ey et Ez ne seront pas définis sur les mêmes
points, mais distribués sur les arêtes d’un cube représentant le plus petit volume pouvant être
défini dans un espace tridimensionnel discret, une cellule. Les composantes Hx,Hy et Hz seront
plutôt placées sur les faces de cette cellule. Dans le cas précis de la méthode FDTD, on parle
de la cellule de Yee [20], représentée à la figure 3.2.

Les champs ~E et ~H sont également décalés dans le temps. On avance donc dans le temps
avec des demi-pas, commençant par le calcul de ~E pour un temps n∆t et on avance vers
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Figure 3.2: Cellule de Yee utilisée dans les calculs FDTD. Les composantes du champ élec-
trique sont définies sur les arêtes de la cellule et les composantes du champ magnétique sont
définies sur ses faces.

(n+1/2)∆t pour calculer ~H à partir du résultat de ~E au demi-pas précédent. On recommence
avec le calcul de ~E au temps (n+ 1)∆t en utilisant la solution de ~H au demi-pas précédent et
ainsi de suite.

Avant de commencer la discrétisation, on introduit une notation similaire à celle du chapitre
1 : une composante, disons Ex, au nieme pas temporel de ∆t et aux nombres de pas spaciaux
(i,j,k) de grandeur ∆x,∆y et ∆z est dénotée Ex|ni,j,k. Ainsi, avec des différences finies centrées,
définies à l’équation (1.34), l’équation (3.9), qui se décompose en trois équations

∂Hz

∂y
− ∂Hy

∂z
= σEx + ε′ε0

∂Ex
∂t

, (3.10)

∂Hx

∂z
− ∂Hz

∂x
= σEy + ε′ε0

∂Ey
∂t

, (3.11)

∂Hy

∂x
− ∂Hx

∂y
= σEz + ε′ε0

∂Ez
∂t

, (3.12)

devient

Hz|n+1/2
i,j+1,k+1/2 −Hz|n+1/2

i,j,k+1/2

∆y
−
Hy|n+1/2

i,j+1/2,k+1 −Hy|n+1/2
i,j+1/2,k

∆z
=

σEx|n+1/2
i,j+1/2,k+1/2 + ε′ε0

Ex|n+1
i,j+1/2,k+1/2 − Ex|

n
i,j+1/2,k+1/2

∆t
, (3.13)

Hx|n+1/2
i+1/2,j,k+1 −Hx|n+1/2

i+1/2,j,k

∆z
−
Hz|n+1/2

i+1,j,k+1/2 −Hz|n+1/2
i,j,k+1/2

∆x
=

σEy|n+1/2
i+1/2,j,k+1/2 + ε′ε0

Ey|n+1
i+1/2,j,k+1/2 − Ex|

n
i+1/2,j,k+1/2

∆t
, (3.14)

Hy|n+1/2
i+1,j+1/2,k −Hy|n+1/2

i,j+1/2,k

∆x
−
Hx|n+1/2

i+1/2,j+1,k −Hx|n+1/2
i+1/2,j,k

∆y
=

σEz|n+1/2
i+1/2,j+1/2,k + ε′ε0

Ez|n+1
i+1/2,j+1/2,k − Ez|

n
i+1/2,j+1/2,k

∆t
. (3.15)
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Dans l’éventualité où une composante doit être déterminée dans un point de l’espace ou du
temps où elle n’est pas connue, comme c’est le cas de Ex|n+1/2

i,j+1/2,k+1/2 dans (3.13) qui n’est
connue qu’aux indices de temps entiers, on fait une moyenne entre les deux plus proches
voisins, tel que

Ex|n+1/2
i,j+1/2,k+1/2 =

Ex|n+1
i,j+1/2,k+1/2 + Ex|ni,j+1/2,k+1/2

2
. (3.16)

Ainsi, on peut déterminer chaque composante de ~E|n+1 à partir de ~E|n et ~H|n+1/2 explicite-
ment. Par exemple, avancer Ex|n dans le temps se fait avec

Ex|n+1
i,j+1/2,k+1/2 =

2ε′ε0 − σ∆t

2ε′ε0 + σ∆t
Ex|ni,j+1/2,k+1/2

+
2∆t/∆y

2ε′ε0 + σ∆t

(
Hz|n+1/2

i,j+1,k+1/2 −Hz|n+1/2
i,j,k+1/2

)
+

2∆t/∆z

2ε′ε0 + σ∆t

(
Hy|n+1/2

i,j+1/2,k+1 −Hy|n+1/2
i,j+1/2,k

)
. (3.17)

Les solutions pour les deux autres composantes se trouvent de façon similaire.

Afin d’avancer ~H dans le temps, on utilise (3.8), qui se décompose en trois équations

∂Ez
∂y
− ∂Ey

∂z
= −µ0

∂Hx

∂t
, (3.18)

∂Ex
∂z
− ∂Ez

∂x
= −µ0

∂Hy

∂t
, (3.19)

∂Ey
∂x
− ∂Ex

∂y
= −µ0

∂Hz

∂t
, (3.20)

et devient

Ez|ni+1/2,j+1/2,k − Ez|
n
i+1/2,j−1/2,k

∆y
−
Ey|ni+1/2,j,k+1/2 − Ey|

n
i+1/2,j,k−1/2

∆z

= µ0

Hx|n+1/2
i+1/2,j,k −Hx|n−1/2

i+1/2,j,k

∆t
, (3.21)

Ex|ni,j+1/2,k+1/2 − Ex|
n
i,j+1/2,k−1/2

∆z
−
Ez|ni+1/2,j+1/2,k − Ez|

n
i−1/2,j+1/2,k

∆x

= µ0

Hy|n+1/2
i,j+1/2,k −Hy|n−1/2

i,j+1/2,k

∆t
, (3.22)

Ey|ni+1/2,j,k+1/2 − Ey|
n
i−1/2,j,k+1/2

∆x
−
Ex|ni,j+1/2,k+1/2 − Ex|

n
i,j−1/2,k+1/2

∆y

= µ0

Hz|n+1/2
i,j,k+1/2 −Hz|n−1/2

i,j,k+1/2

∆t
. (3.23)
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Pour avancer une composante dans le temps, disons Hx|n−1/2, on utilise

Hx|n+1/2
i+1/2,j,k = Hx|n−1/2

i+1/2,j,k −
∆t

µ0∆y

(
Ez|ni+1/2,j+1/2,k − Ez|

n
i+1/2,j−1/2,k

)
+

∆t

µ0∆z

(
Ey|ni+1/2,j,k+1/2 − Ey|

n
i+1/2,j,k−1/2

)
. (3.24)

Tel que mentionné plus haut, le choix des grilles décalées permet une plus grande stabilité
de la méthode, mais c’est n’est pas l’unique avantage. Il est possible de démontrer que les
divergences des équations (3.6) et (3.7) restent inchangées quand on leur applique une avancée
temporelle avec le schéma de différences finies qui vient d’être développé. Si on impose une
condition initiale avec des divergences nulles, elle resteront nulles tout au long de l’avancée
temporelle. C’est pourquoi on peut simplement ignorer les équations de divergence grâce à ce
schéma précis.

Précisions sur la méthode FDTD. Grâce à l’invariance d’échelle des équations de Max-
well, toutes les distances spatiales des simulations à venir sont normalisées par rapport à la
longueur d’onde de la source de lumière. On choisit également de normaliser tous les temps
avec l’inverse de sa fréquence f = c/λ. Les discrétisations spatiales et temporelles sont alors
faites avec les pas normalisés

δx, δy, δz =
∆x

λ
,
∆y

λ
,
∆z

λ
; δt = f∆t. (3.25)

La condition de stabilité de l’algorithme est alors [21]

δt <

[
1

δx2
+

1

δy2
+

1

δz2

]1/2

. (3.26)

Finalement, les conditions frontières ont pour tâche d’éliminer toutes les réflexions artificielles
provenant de celles-ci. Ces frontières ne doivent pas influencer les mesures à l’intérieur du
domaine de simulation. La méthode la plus répandue afin d’éliminer ces réflexions non phy-
siques est d’ajouter une région absorbante aux frontières du domaine, des perfectly matched
layers (PMLs). Cette région doit être suffisamment absorbante pour réduire au minimum son
épaisseur nécessaire afin d’avoir un champ nul à sa limite extérieure et ainsi réduire le nombre
d’opérations à effectuer dans le calcul numérique. Plus de détails sont disponibles à la référence
[52].

3.2 Application au problème de Sipe

Le problème de Sipe a été défini au chapitre précédent comme le problème de déterminer la
distribution spatiale qu’obtient une onde plane après avoir traversé une surface rugueuse de
permittivité complexe ε̃. Un domaine de simulation doit d’abord être défini avant d’y introduire
une géométrie représentant ce scénario.
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3.2.1 Domaine de simulation

Le domaine de simulation doit respecter plusieurs critères, à la fois macroscopiques et mi-
croscopiques. D’abord, il doit être suffisamment grand pour pouvoir observer l’ensemble du
phénomène, i. e. plusieurs périodes dans le cas d’un phénomène périodique comme celui-ci.
Puis, la taille des cellules doit être assez petite pour résoudre correctement les plus petites
oscillations du champ pouvant apparaître durant le calcul. La méthode FDTD est très lourde
en mémoire et en temps de calcul, la mémoire nécessaire suit une relation cubique avec la
précision (doubler la précision multiplie par 23 = 8 la mémoire requise) et le temps de calcul
augmente avec la quatrième puissance, car δt doit également être réduit afin de respecter la
condition de stabilité (3.26). Malgré cela, les calculs effectués dans ce chapitre peuvent être
faits en quelques minutes avec un ordinateur de puissance modeste.

Grille de calcul. Les solutions analytiques de Sipe indiquent que, dans le plan (x,y), la
période des variations les plus étendues du champ qui nous intéressent est environ égale à la
longueur d’onde de la source laser λ. Le domaine de simulation devra donc pouvoir couvrir
une région suffisamment grande pour contenir plusieurs périodes, toujours dans le plan (x,y).
Pour la dimension en z, il suffit d’avoir plus que les profondeurs d’ablation laser typiques (de
l’ordre de la centaine de nanomètres en pratique). La taille du domaine choisie est alors de
[XS ,YS ,ZS ] = [30λ , 30λ , 6λ]. Pour un laser de 800 nm, cela correspond à [24 , 24 , 4.8] µm.

Les variations du champ peuvent être très petites, si on se fie aux résultats expérimentaux. Les
structures de type-r peuvent être aussi petites que λ/10 [29] et la condition jugée généralement
acceptable afin qu’une ondulation soit bien résolue dans un espace dicret est de 10 points au
minimum pour une période complète. Or, une résolution de λ/100 n’est pas possible, car cela
demanderait trop de mémoire. Une résolution de λ/40 est accessible, mais la comparaison avec
une résolution de λ/20 montre des résultats très semblables. Afin de minimiser les temps de
calculs, on choisit alors une discrétisation de δx = δy = δz = δ = λ/20. La grille complète du
domaine de simulation a alors, en nombre de cellules des dimensions de [600 , 600 , 120], sans
compter le volume que les PMLs occuperont.

Pour respecter la condition de stabilité (3.26), la discrétisation temporelle doit être plus petite
qu’une certaine valeur qui dépend de la discrétisation spatiale, qui est δt < 1/(20

√
3). Ainsi,

les simulations sont effectuées avec δt = 1/40, signifiant 40 pas par cycle optique. Le temps
d’une simulation est fixé à TS = 10 cycles optiques, portant le nombre de pas temporels à 400.

Géométrie. La géométrie est définie par la permittivité ε̃. Si la permittivité vaut 1 pour
une cellule donnée, celle-ci contient du vide, sinon, elle contient du matériel. La géométrie
choisie est représentée à la figure 3.3. La région z ≥ 0 est entièrement remplie de matériau,
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Figure 3.3: Géométrie utilisée afin de résoudre numériquement le problème de Sipe avec la
méthode FDTD. Les dimensions spatiales sont indiquées en nombre de cellules. Le matériau
est placé à z > 0, en orange. La zone grise est vide et la couche d’une cellule d’épaisseur à
l’interface contient 10% de cellules remplies, choisies aléatoirement. En noir, les PMLs sont
montrés pour les limites horizontales, mais les PMLs des limites verticales ne sont pas montrés,
bien que présents dans les simulations.

la région z ≤ −1 est vide 1 et la couche −1 < z < 0 contient le selvedge. Dans cette dernière
région, on conserve le même filling factor que pour les solutions analytiques du chapitre 2, soit
f = 0.1. Ainsi, 10% des cellules du selvedge sont choisies aléatoirement pour être remplies de
matériau. Le shape factor, pour cette géométrie, est s = 0.5 alors que les solutions analytiques
sont obtenues avec s = 0.4. Ces solutions dépendent que très peu de s et cette différence ne
se manisfeste que par une très légère différence d’amplitude des pics de la fonction d’efficacité
η. Ce n’est pas suffisant pour changer les conclusions du chapitre 2.

Finalement, des PMLs de 20 cellules d’épaisseur sont positionnés à chaque frontière spatiale
du domaine de simulation, augmentant la grille de calcul à [640 , 640 , 160] en nombre de
cellules.

Source et traitement des données Une onde plane est propagée à l’aide d’un terme de
source de fréquence unitaire. 2 La source est placée dans le plan (x,y) à z = −Z/2, juste à la
limite entre les PMLs et la zone vide au-dessus du matériau. Cela résulte en une onde plane se

1. À noter qu’une optimisation de la quantité de mémoire peut être faite ici, car la zone de vide au-dessus
du matériau ne nécessite pas d’être aussi grande. Quelques cellules d’épaisseur auraient suffi.

2. Avec une fréquence de 1 et la vitesse de propagation c = 1, la longueur d’onde vaut aussi 1, la fréquence
angulaire ω = 2π et le temps d’un cycle optique est 1.
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propageant vers le matériau, dans la direction des z positifs. L’onde ne peut se propager dans
la direction −z, car elle se frappe immédiatement à des PMLs qui l’absorbent rapidement.

La dépendance temporelle du terme de source a la forme d’une exponentielle complexe eiωt

avec une enveloppe quasi continue. Une rampe exponentielle rapide est utilisée au début de la
simulation afin d’allumer la source moins abruptement.

L’onde plane prend trois cycles optiques à atteindre la surface du matériau, mais on attend
deux autres cycles optiques avant de commencer la récolte de données afin d’avoir des solutions
stables d’un cycle au suivant. On prend ensuite la moyenne temporelle du champ électrique
au carré sur le reste de la simulation à la profondeur désirée, en prenant soin de retarder le
début de la prise de données si la profondeur est très grande, le temps que l’onde atteigne la
région sondée. Mais cela ne sera pas nécessaire pour les résultats montrés dans cette section,
qui seront pour la plupart à z = +δ, une cellule sous le selvedge. Ainsi, l’expression du champ
moyen est

〈| ~E|2〉x,y =
2

TS

∫ TS

TS/2
| ~E(x,y,z = +δ; t)|2dt. (3.27)

L’intégration est faite entre TS/2 et TS , car on utilise les 5 derniers cycles optiques sur 10, la
moitié.

Les propriétés optiques du matériau sont déterminées de la même façon qu’au chapitre 2, avec
le modèle de Drude et ses deux paramètres (ωp/ω, γ/ω). Les solutions ont été calculées dans
la région paramétrique suivante : ωp/ω ∈ [0,10] et γ/ω ∈ [0,4].

Une transformée de Fourier 2D est appliquée afin de cerner les périodes et orientations dans
les variations du champ. Chaque simulation est effectuée 50 fois avec, chaque fois, une rugosité
redistribuée aléatoirement. Les 50 transformées de Fourier pour une même paire de paramètres
sont ensuite moyennées dans le seul but de lisser les résultats.

Ces résultats sont analogues aux fonctions d’efficacité η du chapitre 2. Il n’y a qu’une rela-
tion de proportionnalité entre l’intensité et la fonction d’efficacité dans l’espace de Fourier
et que l’amplitude absolue n’a aucun impact. Ce qui nous intéresse, c’est de savoir à quelles
fréquences l’onde incidente est distribuée dans le plan (x,y) par rapport aux autres. C’est
pourquoi ces résultats seront également nommés fonctions d’efficacité, ou fonctions η-FDTD
plus particulièrement.

3.2.2 Fonctions d’efficacité

Deux régimes qualitativement distincts sont identifiables dans les résultats. Tous les résultats
de la région γ/ω > 1/4 sont qualitativement semblables, de même que tous les résultats de la
région γ/ω < 1/4 qui sont semblables entre eux. C’est pourquoi seules deux séries de résultats
sont montrées, car elles suffisent à bien représenter tout l’espace de paramètres sondé. Une
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Figure 3.4: Parties réelles et imaginaires des indices de réfraction calculés avec le modèle de
Drude avec les paramètres ε = 4.84 et γ/ω = 1/16 en bleu et γ/ω = 1 en rouge. Les points
d’intersection sont indiqués par des points noirs à (ωp/ω)c = 2.2 pour les courbes bleues et
(ωp/ω)c = 3.11 pour les courbes rouges.

première série à haute fréquence de collision γ/ω = 1, puis une seconde à faible fréquence de
collision γ/ω = 1/16. Les valeurs des indices de réfraction utilisées sont montrées à la figure
3.4.

Haute fréquence de collision. La première série de résultats, les figures 3.5(a)-(f), est
obtenue avec γ/ω = 1 et les valeurs indiquées de ωp/ω allant de 0 à 8.4. Les parties réelles et
imaginaires des indices de réfraction correspondant suivent les courbes rouges de la figure 3.4.

Quand la densité de plasma est faible, une paire de pics dominants apparaît près de ky ∼
Re(ñ), correspondant à des structures de type-d, parallèles au sens de polarisation et de
période Λ ∼ λ/Re(ñ). À très grande densité de plasma, la paire de pics dominants est près de
kx ∼ 1, correspondant à des structures de type-s, perpendiculaires au sens de polarisation et
de période Λ ∼ λ.

La transition entre ces deux comportements, type-d vers type-s, se situe autour de (ωp/ω)c,
défini comme le point de croisement entre les parties réelle et imaginaire de ñ (où, de façon
équivalente, quand Re(ε̃) = 0). Dans le cas présent, (ωp/ω)c = 3.11, près de la valeur de
la figure 3.5(c), où les deux paires de pics ont une amplitude semblable. Pour mieux s’en
convaincre, les coupes de long des axes kx = 0 et ky = 0 sont montrées à la figure 3.6 pour
des valeurs de ωp/ω sous-critique (a), critique (b) et sur-critique (c). C’est en effet à la valeur
critique que les deux amplitudes sont les plus proches et presque égales.
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Figure 3.5: Fonctions η-FDTD moyennées sur 50 simulations. Les figures (a) à (f) utilisent
γ/ω = 1 et les figures (g) à (l) utilisent γ/ω = 1/16. Les valeurs de ωp/ω sont indiquées sur
chaque figure et le sens de polarisation est montré en (a). Le cercle pointillé indique là où
|~k| = Re(ñ) et l’autre cercle là où |~k| = 1.
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Figure 3.6: Sections à kx > 0 et ky = 0 en vert et ky > 0 et kx = 0 en bleu. La fréquence de
collision est à γ/ω = 1 et la fréquence de plasma ωp/ω est sous critique en (a), critique en (b)
et sur-critique en (c). Les figures insérées montres les courbes du modèle de Drude et la ligne
verticale, là où les valeurs de l’indice de réfraction ont été prises. Le pic de la courbe bleue est
un comportement de type-d et le pic de la courbe verte est un comportement de type-s.

Faible fréquence de collision. La seconde série de résultats, les figures 3.5(g)-(l), est
obtenue avec γ/ω = 1/16 et les valeurs indiquées de ωp/ω allant de 0 à 2.9. Les courbes bleues
de la figure 3.4 montrent les parties réelle et imaginaire de ñ correpondantes.

À faible densité de plasma, le comportement de type-d est toujours dominant, c’est en s’ap-
prochant de (ωp/ω)c = 2.2 que ça change. D’abord, la fréquence des structures de type-d
dérive vers des plus basses valeurs, de ky ∼ Re(ñ) vers ky ∼ 1, d’un comportement de type-d
à type-m. Ce résultat s’explique avec la diminution plus rapide de Re(ñ) par rapport au cas
précédent. Puis, près de (ωp/ω)c = 2.2, les pics correspondant au comportement de type-s
apparait avec une amplitude très proche de ceux de type-m. Le nom de structure croisée est
donné dans le cas précis de la superposition des structures de type-m et type-s.

La dérive des structures de type-d vers celles de type-m et l’apparition de celles de type-s
est plus facilement appréciable avec les sections à kx = 0 et ky = 0 de la figure 3.7. Cette
fois, le cas sous-critique (a) montre des structures de type-d, le cas critique (b) montre la
présence simultanée et d’amplitude similaire des structures de type-m et type-s. Puis, le cas
sur-critique (c) montre que les structures de type-m sont atténuées par rapport à celles de
type-s qui prennent graduellement le dessus.

Ces résultats sont très fidèles au scénario décrit dans l’introduction et montré à la figure 0.1.
À faible fluence, des structures parallèles de type-d sont formées et à plus grande fluence, les
structures parallèles ont une période beaucoup plus grande (Λ ∼ λ, type-m) et la distribution
orthogonale de nanovoids a la même signature fréquentielle que le comportement de type-s.

Comportement de type-r. Au chapitre 2, les solutions analytiques de Sipe montraient
des maxima importants et divergents aux grandes fréquences de l’axe κx. Il est possible que
ceux-ci soient reliés à la formation de structures de type-r, mais le domaine de validité de ces

52



0 1 2 3 4 5 6 7 8 9
kx,y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

TF{〈|E |2〉x=0,y} TF{〈|E |2〉x,y=0}

1 2 3 4 5678
0
1
2
3
4
5
6

0 1 2 3 4 5 6 7 8 9
kx,y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1 2 3 4 5678
0
1
2
3
4
5
6
7
8

0 1 2 3 4 5 6 7 8 9
kx,y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1 2 3 4 5678
0
1
2
3
4
5
6
7
8

0 1 2 3 4 5 6 7 8 9
kx,y

0.0

0.2

0.4

0.6

0.8

1.0

1 2 3 4 5678
0
1
2
3
4
5
6
7
8

(a) (b) (c)

FT FT

Figure 3.7: Sections à kx > 0 et ky = 0 en vert et ky > 0 et kx = 0 en bleu. La fréquence
de collision est à γ/ω = 1/16 et la fréquence de plasma ωp/ω est sous critique en (a), critique
en (b) et sur-critique en (c). Les figures insérées montres les courbes du modèle de Drude et
la ligne verticale, là où les valeurs de l’indice de réfraction ont été prises. Le pic de la courbe
bleue montre un comportement de type-d devenir graduellement un comportement de type-m.
Le pic de la courbe verte est un comportement de type-s.

solutions est restreint aux faibles fréquences et il est difficile d’en tirer des conclusions.

Avec la présente méthode numérique, le domaine de validité peut être étendu en augmentant la
précision du calcul. À δ = λ/20, seules les oscillations d’une fréquence plus petite ou égale à 2
respectent la condition généralement acceptée de 10 points par période afin d’être suffisamment
définies. Les solutions à λ/40 montrent toutefois des solutions pratiquement identiques aux
grandes fréquences (pas montrées). Ces résultats sont amplement discutés par Skolski et. al
dans [22, 53, 54], où il conclue que ces maxima peuvent expliquer la formation des structures
de type-r quand la profondeur d’ablation est très faible. Cette profondeur doit être faible, car
ces maxima ont une très forte dépendance en z et décroient très rapidement. Cet aspect sera
discuté à nouveau au prochain chapitre.

3.3 Effet collectif d’inhomogénéités uniques

Dans la dernière section, on a vu comment une onde plane était affectée en traversant une
surface rugueuse constituée d’un très grand nombre d’inhomogénéités de surface. Cette section
a pour but d’observer l’effet qu’a une inhomogénéité unique sur l’onde plane d’une façon
analogue à la réalisation expérimentale qui a permis d’identifier clairement l’importance des
surface plasmon polaritons (SPPs) [16, 55] et des radiation remnants (RRs) [56, 57] lors des
premiers instants de la formation des LIPSSs.

Une méthode alternative de calcul des fonctions d’efficacité est également proposée, plus simple
et potentiellement plus précise. Mais ses preuves restent à faire.
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Figure 3.8: Intensité moyenne du champ à z = +δ avec une seule inhomogénéité de surface
positionnée au centre de la surface. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω) = (0,1) (a), (ωp/ω,γ/ω) =
(8.4,1) (b), (ωp/ω,γ/ω) = (1.9,1/16) (c). Le sens de polarisation est le long de l’axe x.

3.3.1 Excitations de surface

Les simulations sont très semblables aux précédentes, excepté que le domaine est réduit à
[XS ,YS ,ZS ] = [14λ , 14λ , 6λ] et qu’une seule inhomogénéité est placée au centre du plan
(x,y) sur la surface. Les résultats sont cette fois montrés dans le domaine spatial. Les trois
paires (ωp/ω,γ/ω) qui nous intéressent sont celles qui devraient mener aux structures de type-
d, type-s et les croisées. Ce sont les trois cas qui sont montrés à la figure 3.8.

Le premier cas, (ωp/ω,γ/ω) = (0,1), est celui d’un matériau parfaitement transparent qui
devrait présenter un comportement de type-d, montré à la figure 3.8(a). Il est difficile de tirer
des conclusions de cette figure seule et sert principalement de comparaison avec les deux autres
cas, beaucoup plus parlants.

La figure 3.8(b) utilise la paire (ωp/ω,γ/ω) = (8.4,1), la même qu’à la figure 3.5(f) où le
comportement de type-s domine. Cette fois, on observe des oscillations très claires le long de
l’axe x à une fréquence près de 1, d’une façon similaire aux structures de type-s. Un équivalent
expérimental est possible en déposant des nanoparticules isolées sur une surface parfaitement
lissée [19]. Après une irradiation laser près du seuil d’ablation, la surface prend une forme très
semblable à ce qui calculé à la figure 3.8(b).
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Figure 3.9: Production de SPPs autour d’une inhomogénéité de surface. Une partie de l’éner-
gie de l’onde plane incidente est piégée à l’interface entre le matériau et le vide (ou n’importe
quel matériau qui remplit les conditions d’accord de phase) et se propage le long de cette
surface.

Puis, la figure 3.8(c) utilise la même paire de paramètres que la figure 3.5(j), (ωp/ω,γ/ω) =

(1.9,1/16) avec laquelle des structures croisées sont attendues. On retrouve toujours des oscil-
lations de fréquence 1 le long de l’axe x, mais cette fois, des oscillations de même fréquence et
d’amplitude très semblables sont présentes le long de l’axe y également.

Solutions de l’équation d’Helmholtz. Ces excitations de surface peuvent s’écrire sous la
forme de solutions de l’équation d’Helmoltz (~∇2 +~k2) ~E = 0. Le cas des oscillations le long de
l’axe y est [58]

~E(y,z,t) =

x̂E1 exp(iky1y + α1z − iωt), z < 0,

x̂E2 exp(iky2y − α2z − iωt), z > 0,
(3.28)

dans le plan (y,z) représenté à la figure 3.9. Les valeurs aux indices 1 ou 2 correspondent au
milieu dans lequel ils sont définis, 1 étant le vide à z < 0 et 2 étant un matériau de permittivité
ε̃ à z > 0. En utilisant l’équation (3.8), on trouve le champ magnétique correspondant

~H(y,z,t) =

−
[
ŷE1α1
iωµ1

+ ẑ
E1ky1

ωµ1

]
exp(iky1y + α1z − iωt), z < 0,[

ŷE2α2
iωµ2

− ẑE2ky2

ωµ2

]
exp(iky2y − α2z − iωt), z > 0.

(3.29)

En égalant les champs tangentiels, on trouve la condition d’accord de phase (phase matching)

α1

µ1
+
α2

µ2
= 0. (3.30)

De la même façon, on trouve la condition d’accord de phase pour les oscillations le long de
l’axe x dans le plan (x,z),

α1

ε1
+
α2

ε2
= 0. (3.31)

Avec les permittivités du milieu 1, ε1 et du milieu 2, ε2. Puisque α1 et α2 sont nécessairement
réels et positifs, les conditions d’accord de phase ne peuvent être respectées que si µ1 et µ2 ne
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Figure 3.10: Fonction d’efficacité η-FDTD obtenue à z = 5δ et les mêmes paramètres qu’à
la figure 3.5(j), soient (ωp/ω,γ/ω) = (1.9,1/16). Ces maxima correspondent à des structures
de type-m. Les maxima des structures de type-s sont présents à z < 4δ.

sont pas du même signe dans le premier cas d’oscillations le long de l’axe y ou si ε1 et ε2 ne
sont pas du même signe dans le cas des oscillations le long de l’axe x.

Or, la permittivité change de signe quand Re(ñ) = Im(ñ), mais la perméabilité est toujours
constante dans les simulations. Donc seules les oscillations le long de l’axe x (figure 3.8(b))
peuvent être causées par des SPPs. Celles de l’axe y (figure 3.8(c)) ne peuvent être confinées
à l’interface. Cela peut être vérifié en regardant la forme du champ plus profondément sous
la surface. La même simulation qui a donné la figure 3.5(j), avec une rugosité complète et
(ωp/ω,γ/ω) = (1.9,1/16), mais à z = 5δ est alors effectuée. On obtient la figure 3.12, où les
pics correspondant aux structures de type-s (oscillations le long de l’axe x) sont fortement
atténués par rapport aux pics des structures de type-m (oscillations le long de l’axe y).

Une meilleure description pour les oscillations le long de l’axe y est donnée par les radiation
remnants (RRs). Ces excitations ont un comportement semblable aux SPPs, mais elles sont
non radiatives (ne transportent pas d’énergie et donc, respectent les équations de Maxwell).
Une description mathématique complète est disponible dans [57].

3.3.2 Méthode alternative de calcul des fonctions d’efficacité

Pour l’instant, deux méthodes ont été utilisées afin d’obtenir les fonctions d’efficacité η. Une
première, analytique, permet d’obtenir rapidement et facilement les solutions, mais sous plu-
sieurs approximations et restrictions indésirables. La seconde, simuler le phénomène entier
avec un schéma FDTD et une surface rugueuse. Cette seconde méthode s’affranchit des ap-
proximations de la méthode analytique, mais est lourde numériquement et les solutions sont
très bruitées, nécessitant de moyenner sur un grand nombre de simulation afin de les lisser en
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(a) (b) (c)

Figure 3.11: Fonctions d’efficacité obtenues avec la transformée de Fourier du champ sous la
surface (z = δ) avec une seule inhomogénéité. Les paramètres sont γ/ω = 1 et ωp/ω = 0 (a),
3.36 (b) et 5.58 (c), les mêmes paramètres qu’aux figures 3.5 (a), (c) et (e).

partie.

Or, on vient de voir que l’utilisation d’une seule inhomogénéité de surface dans un domaine
de simulation restreint permet d’observer des comportements analogues aux cas utilisant une
rugosité complète. C’est pourquoi il devient tentant de faire une transformée de Fourier 2D
sur ces résultats à une inhomogénéité afin de comparer les résultats. Les résultats sont montrés
à la figure 3.11 pour γ/ω = 1 et ωp/ω = 0 (a), 3.36 (b) et 5.58 (c). Ce sont les paramètres
correspondant aux figures 3.5(a), (c) et (e) respectivement.

Les deux méthodes offrent des résultats très semblables. Cela signifie que presque toute la
physique peut être retrouvée avec une seule inhomogénéité et que les interactions entre les
SPPs ou RRs de différentes sources ne sont pas si importantes pour les fonctions η. On
note également que ces fonctions d’efficacité sont lisses et que celles obtenues précédemment
étaient très bruitées, malgré le moyennage sur 50 simulations. Le temps de calcul est également
beaucoup plus petit (entre deux et trois ordres de grandeur de moins). La différence principale
est dans la région de faibles fréquences |~k| < 1 ou les valeurs de η sont beaucoup plus grandes.

Finalement, la dépendance en profondeur de cette méthode semble également être similaire.
Avec la même paire de paramètres qu’à la figure 3.12, soit (ωp/ω,γ/ω) = (1.9,1/16) et toujours
à z = 5δ, on retrouve le même comportement de type-m. Les anneaux à hautes fréquences
sont toutefois plus prononcés.

On ne peut pas tirer de conclusion de ces deux différences, à |~k| < 1 et les anneaux de hautes
fréquences. Cette méthode alternative promet, mais manque toujours d’investigation.
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Figure 3.12: Fonction d’efficacité à z = 5δ et (ωp/ω,γ/ω) = (1.9,1/16), comme à la figure
3.12, mais obtenue avec seulement une inhomogénéité.

3.3.3 Entre inhomogénéité unique et rugosité

Un autre exercice intéressant peut facilement être fait, soit l’intermédiaire entre les simulations
à une seule inhomogénéité et une rugosité complète, comme au début du chapitre. On peut faire
cela en partant d’un petit nombre d’inhomogénéités, qu’on augmente graduellement jusqu’à
ce qu’on retrouve un filling factor de f = 10%.

D’abord, le cas d’un matériau transparant (ωp/ω,γ/ω) = (0,1) pour f variant entre 0.01% et
10% permet d’obtenir la figure 3.13. Puis, pour un matériau très absorbant, (ωp/ω,γ/ω) =

(8.4,1), on obtient la figure 3.14.

Si le cas du matériau transparent permet de discerner assez bien les structures de type-d, ce
n’est pas du tout le cas du matériau au comportement métallique. La figure 3.14(i) est très
révélatrice malgré tout. Il s’agit d’exactement les mêmes paramètres qui ont mené à la figure
3.5(f), mais dans le domaine spatial. Pourtant, dans le domaine des fréquences, une paire
de pics très nets correspondant au comportement de type-s est présente. Cela signifie que
le comportement est bien là, globalement, mais que cette seule interaction avec une surface
rugueuse n’est pas suffisante pour expliquer ces structures localement. C’est pourquoi, dans
le chapitre 4, on ajoutera une forme de rétroaction entre le champ et la forme de la surface
pouvant permettre aux structures de s’auto-organiser.
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(a) (b)

(c) (d)

Figure 3.13: Intensité moyenne sous la surface (z = +δ) pour un filling factor de f = 0.01%
(a), 0.1% (b), 1% (c) et 10% (d). Le sens de polarisation est le long de l’axe x. Les paramètres
sont (ωp/ω,γ/ω) = (0,1).
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(a) (b) (c)

(d) (e) (f)

(g) (h) (i)

Figure 3.14: Intensité moyenne sous la surface (z = +δ) pour 1 (a), 2 (b), 3 (c), 4 (d), 5 (e),
7 (f) inhomogénéités, puis un filling factor de f = 0.1% (g), 1% (h) et 10% (i). Le sens de
polarisation est le long de l’axe x. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω) = (8.4,1).
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Chapitre 4

Croissance des réseaux de surface

Le chapitre précédent s’est arrêté avec la forme obtenue par une onde plane incidente après
sa propagation au travers de la surface rugueuse d’un matériau aux propriétés optiques mé-
talliques, Re(ñ) < Im(ñ). On a montré que, dans le domaine spatial, aucune structure n’est
clairement discernable, une contradiction majeure avec les expériences qui montrent des struc-
tures très bien définies et régulières. Pourtant, les solutions dans le domaine des fréquences
montrent bien des fréquences préférentielles dans le profil d’énergie lumineuse. On dit alors
que le comportement menant à la formation des réseaux de surface est présent globalement,
mais pas localement. Afin d’obtenir des solutions bien définies localement, un élément très
important du phénomène manque au modèle, l’auto-organisation. Il s’agit de permettre à une
faible organisation initiale de se renforcer d’elle-même avec un mécanisme de rétroaction.

Ce chapitre contient l’essentiel d’un recent compte-rendu intitulé Constructive feedback for the
growth of laser-induced periodic surface structures soumis récemment à Physica Status Solidi
C.

4.1 Auto-organisation

Afin de permettre l’auto-organisation, il est primordial d’intégrer un mécanisme de rétroaction.
C’est ainsi que la faible organisation initiale du champ peut avoir un effet sur elle-même et
se renforcer. Deux façons d’intégrer la rétroaction sont envisageables, soient la rétroaction
intra-impulsion ou inter-impulsion.

Rétroaction intra-impulsion. Le cas intra-impulsion est parfois cité dans la littérature
comme l’inclusion du modèle de Drude dans les calculs afin de tenir compte des changements de
propriétés optiques du matériau durant son irradiation, mais ceci est une forme de rétroaction
déterminée a posteriori et qui ne peut permettre d’auto-organisation, puisque le terme de
Drude est constant dans tout le matériau. Il serait beaucoup plus intéressant de permettre à
ce terme de varier dans l’espace et le temps en fonction des mécanismes d’ionisation dans le
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matériau. Ainsi, la faible organisation initiale observée dans le profil d’intensité moyen durant
les premiers cycles optiques de l’impulsion laser sera inscrite dans le profil d’ionisation. Les
cycles optiques subséquents se frapperont alors à une surface avec une rugosité aléatoire, mais
avec une certaine organisation dans la distribution du plasma, entrainant une déposition de
mieux en mieux organisée plus on avance dans le temps durant une seule impulsion laser. C’est
que l’on nomme l’auto-organisation par rétroaction intra-impulsion.

Rétroaction inter-impulsion. Le cas inter-impulsion, celui qui sera traité dans ce chapitre,
utilise toujours une distribution constante du plasma, mais modifie plutôt la forme de la surface
du matériau. Puisque la grande majorité des expériences sont réalisées à l’aide de trains
d’impulsions, on utilise un mécanisme d’ablation pour changer la morphologie de la surface
après une première impulsion laser et avant d’envoyer une seconde et ainsi de suite. Encore
une fois, l’organisation de la première impulsion sera très faible, mais celle-ci se retrouvera
inscrite dans la nouvelle forme de la surface. La seconde simulation utilisera cette surface et
la nouvelle impulsion ne frappera pas une surface complètement aléatoire, mais légèrement
organisée. On s’attend donc à ce que cette deuxième impulsion se distribue de façon un peu
mieux organisée. Le processus peut être répété aussi souvent que nécessaire.

Afin d’implémenter la rétroaction inter-impulsion, il faut s’armer d’un mécanisme de modifi-
cation de la forme de la surface qui dépend de la distribution spatiale du champ. À ce point, le
problème peut se complexifier considérablement étant conscient de la panoplie de phénomènes
pouvant se produire durant une telle interaction. Explosion plasmique, fonte du matériau, ébul-
lition, photo-expansion sont quelques exemples de la complexité des phénomènes possibles et
leur prise en compte globale n’est pas réaliste.

Nous utiliserons alors un processus très simplifié proposé par Skolski et al. [53] qui a fait ses
preuves dans certains cas, mais une extension est proposée permettant de reproduire un plus
grand nombre de résultats expérimentaux. Il s’agit d’une forme d’ablation dite non physique,
puisque ce n’est qu’une façon qualitative de reproduire ce phénomène. La méthode est illustrée
à la figure 4.1. Une fois la première impulsion envoyée, de la même façon qu’au chapitre 3,
un seuil d’intensité Iseuil est déterminé et une isosurface s(x,y,z) est tracée là où le profil
d’intensité calculé est égal à Iseuil. Tout le matériau situé au-dessus de cette isosurface a donc
été exposé à une intensité moyenne plus élevée que le seuil et est remplacé par du vide avant
d’envoyer une seconde impulsion. Le processus est répété N fois.

Un avantage certain de cette méthode est qu’un seul nouveau paramètre est ajouté. Le para-
mètre en question n’est pas directement Iseuil, mais plutôt le critère utilisé afin de déterminer
ce seuil. Le nouveau paramètre est la profondeur d’ablation moyenne de la première impulsion
∆s, toujours en unités de λ. Par exemple, si l’on souhaite retirer 100 nm de matériau avec un
laser de λ = 800 nm, on a ∆s = 1/8 et on détermine de façon itérative (bisection) la valeur
de Iseuil permettant d’atteindre la profondeur d’ablation désirée. La même valeur de seuil est
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s(x,y,z) = Iseuil

FDTD Ablation

FDTD, Rétroaction

Figure 4.1: Représentation d’un cycle de la méthode de rétroaction inter-impulsion par abla-
tion. Une première impulsion traverse la surface rugueuse aléatoire, l’isosurface s est tracée le
long de la valeur d’intensité seuil Iseuil et tout le matériau au-dessus cette isosurface est retiré
avec d’envoyer une nouvelle impulsion.

utilisée pour les impulsions suivantes.

4.2 Croissance inter-impulsion

4.2.1 Régime d’ablation

Type-s. Toujours avec la méthode FDTD expliquée au chapitre 3 et une géométrie initiale
semblable, mais dans un domaine réduit de [XS ,YS ,ZS ] = [10λ , 10λ , 2λ] (excluant toujours
les PMLs de 1λ de large sur chaque frontière), on commence par les paramètres ωp/ω = 8.4

et γ/ω = 1 utilisés à la fin du chapitre précédent qui ont mené à la figure 3.14(i). On choisit
également ∆s = 0.11, ce qui correspond à retirer une moyenne de 2.2 cellules de matériau
entre les deux premières impulsions laser avec la discrétisation de δ = λ/20. Si le laser a une
longueur d’onde de 800 nm, cela correspond à une profondeur d’ablation de 88 nm. La figure
4.2 est alors obtenu pour 9 cycles de rétroaction inter-impulsion.

Tel que prédis par les fonctions d’efficacité η obtenues avec les trois méthodes utilisées aux
chapitres 2 et 3, des structures de type-s apparaissent. Leur forme commence à se préciser
après 3 impulsions et les suivantes entrainent surtout une croissance de leur amplitude. Les
transformées de Fourier de ces surfaces sont montrées à la figure 4.3.

Type-r. Dans le cas présent d’un matériau au comportement métallique, un autre type de
structures peut être généré avec des valeurs plus faibles de ∆s. Il a été discuté, au chapitre 3,
que les maxima dans les fonctions d’efficacité correspondant aux structures de type-r (perpen-
diculaires au sens de polarisation et une période Λr � λ) deviennent très vite dominants en
regardant le champ moins en profondeur, près de la surface. Ainsi, en diminuant la profondeur
d’ablation, on peut s’attendre à ce que les structures de type-r soient également inscrites dans
la nouvelle forme de la surface.

La résolution est augmentée à δ = λ/40 pour ses structures en particulier, vu leur petite taille.
Avec les paramètres (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (4,1,0.035), on obtient la figure 4.4 avec les transformées
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Figure 4.2: Croissance de structures de type-s sur 9 cycles de rétroaction inter-impulsion par
ablation. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (8.4,1,0.11).

E

Figure 4.3: Transformées de Fourier des figures 4.2 (a), (b), (c) et (i). Les nombres d’impul-
sions sont alors N = 1,2,3 et 9 respectivement.
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(a) (b) (c) (d)

E

Figure 4.4: Croissance de structures de type-r sur 9 cycles de rétroaction inter-impulsion par
ablation. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (4,1,0.035). Les nombres d’impulsions sont
N = 1,3,6 et 9 en (a), (b), (c) et (d) respectivement.

(a) (b) (c) (d)

E

Figure 4.5: Transformées de Fourier des figures 4.4 (a) à (d).

de Fourier à la figure 4.5.

Échec de la croissance des structures de type-d. Les structures de type-d devraient
apparaitre pour un matériau au comportement diélectrique, soit Re(ñ) > Im(ñ). Bien que
leur forme typique soit observée avec la méthode de rétroaction par ablation, des structures
parallèles au sens de polarisation avec Λd ∼ λ/Re(ñ), aucune croissance n’est possible. Entre
chaque cycle de simulation, les maxima et les minima de la surface s’interchangent et l’am-
plitude des structures, bien qu’elle augmente légèrement durant les quelques premiers cycles,
tend plutôt à diminuer avec les impulsions suivantes. Ceci est montré avec les paramètres
ωp/ω = 2, γ/ω = 1 et ∆s = 0.11 et on obtient ainsi la figure 4.6 pour 6 cycles de rétroaction
par ablation.

4.2.2 Rétroaction constructive et destructive

Avec le mécanisme d’ablation introduit à la section précédente, on peut observer la croissance
de structures dans des matériaux au comportement optique métallique, mais ce n’est pas le
cas pour les matériau au comportement optique diélectrique. C’est en observant comment le
champ se comporte sous la surface à partir de la deuxième impulsion que l’on peut comprendre
pourquoi. Dans le cas des propriétés optiques métalliques, Re(ñ) < Im(ñ), quand des LIPSSs
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(a) (b) (c)
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E

Figure 4.6: Échec de la croissance des structures de type-d avec le mécanisme d’ablation.
Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (2,1,0.11). Les ovales pointillés aux figures (d) et (e)
sont positionnés aux mêmes coordonnées et montrent un minimum devenir un maximum à
l’impulsion suivante. En fait, tous les maxima et minima s’inversent entre chaque impulsion.

sont déjà présents à la surface, le champ d’une impulsion subséquente tend à être maximal là
où la surface est minimale. L’ablation est alors plus importante sous les minima de la surface,
entraînant une augmentation de l’amplitude des LIPSSs. C’est pourquoi les structures de
type-s peuvent croître à la figure 4.2 avec le processus d’ablation inter-impulsion.

Si cela ne fonctionne pas avec les structures de type-d, c’est parce que le champ a plutôt
tendance à être maximal là où la surface est maximale quand Re(ñ) > Im(ñ). L’ablation est
alors plus importante là où les LIPSSs sont déjà présents et ceux-ci se font effacer entre chaque
impulsion.

Pour pallier ce problème, il faut se pencher à nouveau sur les mécanismes de modification de la
forme de la surface. Au début du chapitre, on a voulu simplifier autant que possible ce problème
sachant qu’un grand nombre de phénomènes différents peuvent se produire à la surface près du
seuil d’ablation. On a utilisé un processus d’ablation non physique qui vient creuser la surface
là où l’intensité lumineuse moyenne est la plus forte. Ainsi, on englobe qualitativement tous
les mécanismes qui diminuent le niveau de la surface aux maxima d’énergie.

Certains mécanismes peuvent agir de la façon inverse et augmenter le niveau de la surface là où
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s(x,y,z) = Iseuil

FDTD, Rétroaction

Inversion Expansion

Figure 4.7: Représentation d’un cycle de la méthode de rétroaction inter-impulsion par expan-
sion. La méthode est semblable au cas de l’ablation, mais une étape est rajoutée. L’isosurface
s est inversée (réfléchie par rapport à z = 0) avant de modifier la forme de la surface.

l’énergie est maximale, telle que la photo-expansion [59], très forte près du seuil d’ablation pour
beaucoup de matériaux. C’est pourquoi on sépare alors tous les mécanismes de modification
de la forme de la surface en deux catégories : ablation et expansion. Afin de permettre ce
mécanisme inverse, on utilise la même méthode que précédemment, utilisant une intensité
seuil et une isosurface, mais cette dernière est inversée avant de définir la nouvelle surface. Par
exemple, si l’isosurface s(x,y,z) se trouve à cinq cellules sous la surface à un certain endroit,
le mécanisme d’ablation y retire un nombre égal de cellules de matériau à cet endroit précis,
tandis que le mécanisme d’expansion rajouterait cinq cellules au-dessus. Ceci est illustré à
la figure 4.7. Afin de différencier ce nouveau mécanisme, des valeurs négatives de ∆s seront
utilisées.

L’ajout d’un mécanisme d’expansion permet d’introduire les notions de rétroaction construc-
tive et destructive. Tel que représenté à la figure 4.8, si l’énergie est maximale là où la surface
est minimale, il y aura rétroaction constructive dans le cas ∆s > 0 (ablation) ou rétroaction
destructive dans le cas ∆s < 0 (expansion). Inversement, tel que représenté à la figure 4.9, si
l’énergie est maximale là où la surface est maximale, il y aura rétroaction destructive dans le
cas ∆s > 0 ou rétroaction constructive dans le cas ∆s < 0.

Il est difficile de déterminer à l’avance où l’énergie sera maximale. Dans le cas d’un com-
portement optique peu absorbant, Re(ñ) > Im(ñ), le champ sera toujours maximal sous les
maxima de la surface, car ces derniers agissent comme des lentilles convergentes. Mais ce n’est
pas aussi clair quand Re(ñ) < Im(ñ) et deux hypothèses peuvent être faites. D’abord, le champ
est absorbé très rapidement, ce qui atténue l’effet de lentille, car le champ n’a pas le temps de
converger. Ensuite, il est très difficile de prévoir comment se comportent les SPPs localement
avec la présence de LIPSSs.

4.2.3 Régime d’expansion

Type-d. Après l’échec de la simulation de la croissance des structures de type-d en régime
d’ablation, on peut maintenant essayer, avec les mêmes paramètres qu’à la figure 4.6, mais en
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Énergie maximale 
entre les LIPSSs

Ablation

Expansion

Figure 4.8: Si l’énergie de l’impulsion incidente est dirigée vers les minima de la surface (en
rouge), un processus d’ablation viendrait creuser ces minima, ce qui augmentera l’amplitude
des structures (rétroaction constructive). Un processus d’expansion remplirait les minima et
la surface s’aplatirait (rétroaction destructive).

Énergie maximale
sous les LIPSSs

Ablation

Expansion

Figure 4.9: Si l’énergie de l’impulsion incidente est dirigée vers les maxima de la surface (en
rouge), un processus d’ablation viendrait creuser les maxima, ce qui diminuera l’amplitude
des structures (rétroaction destructive). Un processus d’expansion ferait grandir les structures
(rétroaction constructive).
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(a) (b) (c) (d)

E

Figure 4.10: Croissance de structures de type-d sur 4 cycles de rétroaction inter-impulsion
par expansion. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (2,1,− 0.11). Les nombres d’impulsions
sont N = 1,2,3 et 4 en (a), (b), (c) et (d) respectivement.

(a) (b) (c) (d)

E

Figure 4.11: Transformées de Fourier des figures 4.10 (a) à (d).

régime d’expansion, soient (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (2,1, − 0.11). On obtient la figure 4.10 dans le
domaine spatial et ses transformées de Fourier à la figure 4.11.

Cette fois, l’amplitude des structures croît d’une impulsion à l’autre et les maxima et minima
ne s’inversent plus. Un aspect intéressant qui se distingue des autres types de structures est
que celles-ci ne semblent pas nécessiter d’aucune forme d’auto-organisation. Les structures de
type-d sont en effet déjà définies après une première impulsion, bien que leur amplitude soit
toujours très faible. C’est un résultat auquel on pouvait s’attendre, car on a vu au dernier
chapitre, à la figure 3.13, que le champ obtient une forme périodique assez bien définie avec
seulement une simple interaction avec la surface rugueuse, ce qui était loin d’être le cas pour
les structures de type-s à la figure 3.14.

Structures de type-d sur des métaux. Les solutions analytiques de la théorie de Sipe-
Drude du chapitre 2 prévoient la formation de structures de type-s sur des métaux ou des
diélectriques fortement ionisés. Leur croissance a été simulée avec un processus de rétroaction
inter-impulsion par ablation à la figure 4.2. Les solutions analytiques prévoient également la
formation de structures de type-d sur des diélectriques quand Re(ñ) > Im(ñ) et leur croissance
a été simulée avec le processus inverse d’expansion. Mais les expériences ont démontré que des
structures de type-d peuvent être formées sur des métaux [30, 41], ce qui est contraire à ce
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(d)(c)(b)(a)

E

Figure 4.12: Croissance de structures de type-d sur 9 cycles de rétroaction inter-impulsion
par expansion. Les paramètres sont (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (6,1,− 0.16). Les nombres d’impulsions
sont N = 1,3,5 et 9 en (a), (b), (c) et (d) respectivement.

(a) (b) (c) (d)

E

Figure 4.13: Transformées de Fourier des figures 4.12 (a) à (d).

que prévoient les solutions analytiques, ainsi que les simulations sans rétroaction du chapitre
3.

Maintenant armé des notions de rétroaction constructive et destructive, on effectue 9 cycles de
rétroaction avec les paramètres (ωp/ω,γ/ω,∆s) = (6,1,−0.16). Ceci correspond à un matériau
ayant des propriétés optiques métalliques et un régime d’expansion. Les figures 4.12 et 4.13
sont ainsi obtenues et montrent la formation de structures de type-d.

Les mêmes paramètres, mais avec le processus d’ablation, mènent aux mêmes structures de
type-s qu’aux figures 4.2 et 4.3. Ainsi, le choix du processus d’expansion ne peut pas que chan-
ger l’amplitude des structures, mais carrément leur type. Cette simulation suggère alors que la
formation de structures de type-d sur des métaux est possible si le processus de modification
de la forme de la surface est du genre expansion plutôt qu’ablation.

Résumé. Les différentes simulations de ce chapitre montrent des résultats pour des para-
mètres précis. Les fenêtres de paramètres qui mènent vers chaque type de structures n’ont pas
été suffisament étudiées pour tracer un tableau complet. La référence [53] trace une partie de
ce portrait pour ∆s > 0 (ablation uniquement) et γ/ω = 0.39. Le tableau pour différentes
valeurs de γ/ω et permettant ∆s < 0 n’a pas été fait, mais on en sait assez pour tirer certaines
grandes lignes illustrées à la figure 4.14.
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∆s
ωp/ω

Type-d Type-d

Type-r

Type-s

∆s
ωp/ω

Type-d

Type-m

Type-r

Type-s

Figure 4.14: Résumé approximatif des fenêtres d’apparition de certains types de structures
en fonction des trois paramètres de la méthode de rétroaction inter-impulsion. Le graphique
de gauche est pour γ/ω & 1/4 et à droite, pour γ/ω . 1/4. Les régions grises ne montraient
pas de structures bien définies. La ligne pointillée verticale indique la position du seuil critique
(ωp/ω)c.

Les structures de type-s sont présentes quand ωp/ω & (ωp/ω)c et ∆s & λ/20. Donc, pour des
matériaux fortement absorbants tels que des métaux ou des diélectriques très ionisés et pour
une profondeur d’ablation au-dessus d’un certain seuil. Si ∆s est très petit (un matériau très
résistant à l’ablation pourrait causer cette faible valeur), ce sont des structures de type-r qui
apparaissent.

Les structures de type-d sont présentes quand ∆s . −λ/20 et γ/ω & 1/4. Elles sont mieux
définies quand ωp/ω < (ωp/ω)c, mais sont également présentes dans le cas sur-critique. À
γ/ω . 1/4, les structures de type-d évoluent vers des stuctures de type-m en s’approchant du
seuil critique et même un peu au-delà, mais aux grandes fréquences de plasma, il n’y a plus
de structures apparentes qui peuvent croitre.
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Conclusion

Depuis la venue des lasers picosecondes et femtosecondes, une grande variété de formes de
réseaux de surface a été découverte. La théorie en place depuis trois décennies, la théorie
de Sipe-Drude, a ainsi atteint ses limites et il est devenu nécessaire de se tourner vers de
nouvelles méthodes. Les méthodes numériques, puissantes et versatiles, sont une valeur sûre
quand les méthodes analytiques deviennent trop complexes. C’est pourquoi on a utilisé la
méthode FDTD pour étudier, en premier temps, la forme du champ lors de son interaction
avec une cible solide, puis l’impact qu’a ce champ sur la forme de la surface. On a ainsi réussi
à simuler la croissance de diverses structures avec un modèle prenant en compte la rétroaction
inter-impulsion proposée par Skolski et. al. [53] qu’on a étendu afin d’inclure les notions de
rétroaction constructive et destructive.

Afin de résumer plus précisément ce qui a été fait, voici un survol découpé par chapitre.

Le premier chapitre a permis de se familiariser avec un certain nombre de méthodes analy-
tiques et numériques et de survoler certaines interactions entre matière et rayonnement. Les
effets thermiques d’une impulsion laser sont présentés dans le but d’étudier, éventuellement,
la formation d’une phase liquide à la surface. Cette phase pourrait entrainer un comportement
différent lors de la formation des réseaux de surface. Cet aspect déborde largement le cadre
du mémoire et n’a pas été poussé plus avant. La seconde partie du chapitre s’intéresse à la
formation de plasma dans le matériau durant l’irradiation laser et aux changements associés
des propriétés optiques.

Au chapitre 2, les solutions analytiques de la théorie de Sipe ont été utilisées sur deux cas
précis, soient les deux types de structures qu’elles peuvent prédire correctement. D’abord,
le cas de l’aluminium est typique des solutions de la théorie de Sipe quand Re(ñ) < Im(ñ)

et la formation de structures de type-s est prédite. Puis, le cas du silicium qui est typique
des solutions quand Re(ñ) > Im(ñ) et qui résulte en des structures de type-d. Le modèle de
Drude est ensuite ajouté aux équations de Sipe afin de prendre en compte les changements de
propriétés optiques du matériau causés par la génération d’un plasma dense lors de l’irradiation
laser intense. On peut ainsi trouver un seuil critique de fréquence de plasma (ωp/ω)c autour
duquel on observe une transition des structures de type-d vers des structures de type-s.
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La méthode FDTD est ensuite introduite au chapitre 3 et appliquée au problème de la propa-
gation d’une onde plane incidente dans un matériau solide à surface rugueuse. Un autre seuil
est trouvé pour le second paramètre du modèle de Drude, soit γ/ω ∼ 1/4. Ce seuil va dépendre
du matériau et de ε, sa permittivité sans excitation, mais sera toujours présent. Au-dessus de
cette valeur, la même transition du comportement de type-d vers type-s est trouvée, comme au
chapitre 2. En dessous du seuil, le comportement de type-d devient de type-m et se superpose
au comportement de type-s. Des structures bidimensionnelles croisées sont alors prédites.

Toujours au chapitre 3, l’étude de l’interaction du champ avec une inhomogénéité de surface
unique permet de reproduire les résultats expérimentaux qui confirment l’importance des
SPPs (surface plasmon polaritons) lors de la formation des LIPSSs de type-s. On trouve
également que des RRs (radiation remnants) sont excités simultanément dans la direction
orthogonale lorsqu’on utilise les mêmes propriétés optiques nécessaires pour la formation de
structures croisées. L’étude des interactions avec une seule inhomogénéité est très prometteuse,
car la forme du champ, dans l’espace de Fourier, permet de retrouver pratiquement les mêmes
solutions qu’en utilisant une surface rugueuse, un calcul beaucoup plus lourd numériquement.

Au chapitre 4, on a ajouté un processus de modification de la forme de la surface en fonction
des irrégularités du champ. Une rétroaction est alors possible lorsqu’on envoie une nouvelle
impulsion sur la nouvelle surface et le processus peut être répété autant de fois que nécessaire.
Cette rétroaction permet également à une faible organisation initiale, suivant la première
impulsion, de se s’auto-renforcer, menant à un processus d’auto-organisation. Ce processus de
modification de la forme de la surface est non physique, c’est-à-dire qu’il ne fait que reproduire
qualitativement les effets d’une ablation laser en retirant la partie du matériau qui a été exposé
à une intensité dépassant un certain seuil.

Certains types de structures ne peuvent croître avec ce processus d’ablation, alors un processus
inverse d’expansion a été proposé. Ce second mécanisme permet de faire croitre des structures
de type-d sur des matériaux transparents et sur des matériaux absorbants, contrairement à la
théorie de Sipe-Drude, mais en accord avec les expériences.

Perspectives. On peut mentionner trois propositions qui pourraient digirer la suite de ces
travaux.

La première proposition est la plus simple, car il ne reste qu’un pas à faire. Avec les résultats
du chapitre 1 sur la formation de plasma, on peut ajouter un terme de couplage avec l’énergie
thermique et obtenir un modèle à deux températures très complet afin d’étudier les effets
thermiques des interactions très intenses entre laser et matière. L’accumulation thermique
peut ensuite être étudiée en considérant un train d’impulsions.

La seconde proposition, probablement la plus importante, est la prise en compte de la rétroac-
tion intra-impulsion. Ce cas de rétroaction est très souvent pointé comme l’élément manquant
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principal des modèles actuels [53, 60]. Cela serait possible en combinant les calculs du premier
chapitre aux simulations FDTD afin de permettre à la densité du plasma de varier en fonction
du temps, de l’espace et du champ local. Une autre façon, plus complète, serait l’utilisation
d’un algorithme dit Particle-in-cell (PIC), semblable à l’algorithme Maker-and-cell (MAC)
qui sera présenté à l’annexe C. Si MAC permet de simuler un fluide respectant la dynamique
de Navier-Stokes, PIC permet de simuler la dynamique d’un plasma interagissant avec une
source de rayonnement. Contrairement aux calculs simulant un plasma homogène (le modèle
de Drude), un calcul PIC simule un plasma dont la dynamique varie en fonction du temps et
de l’espace [61].

Plusieurs résultats seraient alors accessibles : (i) l’auto-organisation à une seule impulsion
et une très probable amélioration des résultats, et (ii), la dépendance entre la forme des
structures et la durée des impulsions [62]. (iii) Avec une description plus précise de l’ionisation
multiphotonique qui tient compte des résonances, il serait également possible de comparer
ces nouveaux effets avec une expérience facilement réalisable dans les laboratoires du centre
d’optique, photonique et laser et la source laser blanche fraîchement installée.

Ces nouvelles simulations auraient également l’avantage d’utiliser une variable indépendante
plus intuitive et pratique pour les expérimentateurs, la fluence du laser par exemple, plutôt
que la fréquence de plasma. Finalement, l’utilisation des deux types de rétroaction, intra- et
inter-impulsion, pourrait donner des résultats intéressants, mais difficiles à prévoir.

La dernière proposition est l’amélioration des mécanismes d’ablation ou d’expansion utilisés au
chapitre 4. La formation d’une phase liquide et le transport de matériau géré par les équations
de Navier-Stokes sont une possibilité prometteuse. L’annexe C présente à cet égard la méthode
numérique MAC pouvant traiter la dynamique des fluides en présence d’une surface libre, une
surface dont la position n’est pas fixée dans le temps et l’espace.
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Annexe A

Source thermique et fonction de Green

Afin de démontrer l’équation 1.6, il faut bien comprendre ce qu’est la fonction de Green.
Celle-ci est la solution du problème de diffusion, avec une source unitaire, concentrée en un
point spatial et instantané dans une géométrie précise. La condition initiale est fixée à 0 et les
conditions frontières également (la fonction de Green est nulle aux frontières). On s’attend à
une solution du type G→ G(~r,~r ′,t− t′) souvent écrite par convention G(~r,t|~r ′,t′), avec ~r ′, la
position de l’impulsion et t′, le moment de l’impulsion. On sait que la fonction de Green sera
une fonction de t− t′, parce qu’elle est par définition nulle avant t′ et qu’elle ne dépend que du
temps écoulé après t′. Le temps absolu de l’impulsion n’importe guère. On peut donc écrire

1

α

∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂t

= ∇2G(~r,t|~r ′,t′) (t > t′), (A.1)

1

α

∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂t′

= −∇2G(~r,t|~r ′,t′) (t′ < t). (A.2)

Le signe négatif de la dernière égalité provient du fait que la fonction de Green est une fonction
de t− t′, donc que ∂

∂t = − ∂
∂t′ . On cherche une solution du type T → T (~r,t) à l’équation de la

chaleur

1

α

∂T (~r,t)

∂t
= ∇2T (~r,t) +

g(~r,t)

k
(t > 0,) (A.3)

1

α

∂T (~r ′,t′)

∂t′
= ∇2T (~r ′,t′) +

g(~r ′,t′)

k
(t′ < t). (A.4)

On a substitué t par t′ avec la contrainte (t′ < t), car t sera la borne d’intégration supérieure
dans quelques étapes afin d’avoir la solution en fonction de t. Ensuite, on écrit

∂G(~r,t|~r ′,t′)T (~r ′,t′)

∂t′
= G(~r,t|~r ′,t′)∂T (~r ′,t′)

∂t′
+ T (~r ′,t′)

∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂t′

= G(~r,t|~r ′,t′)α
(
∇2T (~r ′,t′) +

g(~r ′,t′)

k

)
+ T (~r ′,t′)

(
−α∇2G(~r,t|~r ′,t′)

)
= α

[
G(~r,t|~r ′,t′)∇2T (~r ′,t′)− T (~r ′,t′)∇2G(~r,t|~r ′,t′)

]
+ αG(~r,~r ′,t− t′)g(~r ′,t′)

k
. (A.5)
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On intègre ensuite sur dV ′ et dt′∫ t

t′=0

∫∫∫
V ′

∂

∂t′
G(~r,t|~r ′,t′)T (~r ′,t′)dV ′dt′

= α

∫ t

t′=0

∫∫∫
V ′

[
G(~r,t|~r ′,t′)∇2T (~r ′,t′)− T (~r ′,t′)∇2G(~r,t|~r ′,t′)

]
dV ′dt′

+ α

∫ t

t′=0

∫∫∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)g(~r ′,t′)

k
dV ′dt′. (A.6)

Pour le côté gauche, on peut évaluer directement l’intégrale en t′ et pour le premier terme du
côté droit, il faut appliquer le théorème de Green∫∫∫

V
∇2udV =

N∑
i=1

∫∫
Si

∂u

∂ni
dSi. (A.7)

Avec les N surfaces entourant le volume V et ni, la normale à la surface Si (pointant vers
l’extérieur). Donc, le premier terme du côté droit de A.6 devient

α

∫ t

t′=0

∫∫∫
V ′

[
G(~r,t|~r ′,t′)∇2T (~r ′,t′)− T (~r ′,t′)∇2G(~r,t|~r ′,t′)

]
dV ′dt′

= α
N∑
i=1

∫ t

t′=0

∫∫
S′
i

G(~r,t|~r ′,t′)|Si

∂T (~r ′,t′)

∂ni
dS′idt

′ − T (~r ′,t′)|Si

∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂ni

dS′idt
′. (A.8)

Par définition de la fonction de Green les conditions frontières sont homogènes, ∂G(~r,t|~r ′,t′)
∂ni

= 0,
tout au long de l’intégration sur la surface. L’équation A.6 s’écrit maintenant∫∫∫

V ′
G(~r,t|~r ′,t′)|t′=tT (~r ′,t′)|t′=tdV ′ −

∫∫∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)|t′=0T (~r ′,t′)|t′=0dV

′

= α

N∑
i=1

∫ t

t′=0

∫∫
S′
i

G(~r,t|~r ′,t′)|Si

∂T (~r ′,t′)

∂ni
dS′dt′ + α

∫ t

t′=0

∫∫∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)g(~r ′,t′)

k
dV ′dt′.

(A.9)

Le premier terme du côté gauche est simplement la solution T (~r,t), car
∫∫∫

V ′ G(~r,t|~r ′,t′)|t′=tdV ′ =
1 de par la nature unitaire de la fonction de Green. Dans le deuxième terme du côté gauche,
on connaît l’expression T (~r ′,t′)|t′=0, qui est la condition initiale F (~r ′). Puis, les T (~r ′,t′)

∂ni
sont

les expressions des conditions frontières notées fi(~r
′,t′)
k . On obtient finalement

T (~r,t) =

∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)|t′=0 F (~r ′) dV ′

+
α

k

∫ t

t′=0

∫
V ′
G(~r,t|~r ′,t′)g(~r ′,t′) dV ′dt′

+ α

N∑
i=1

[∫ t

t′=0

∫
S′
i

G(~r,t|~r ′,t′)|Si

1

k
fi(~r

′,t′) dS′idt
′

]
. (A.10)
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Annexe B

Impulsion gaussienne et génération de
plasma

Certains cas intéressants de solutions pour les équations (1.65) et (1.66) sont présentés dans
cette annexe. Les paramètres sont indiqués dans le tableau 1.2 et dans les descriptions des
figures.

Le premier cas, l’impulsion longue, t0 = 20 ns et F = 0.088 J/cm2, apparaît aux figures B.1
et B.2. La valeur de la fluence a été choisie afin d’atteindre une ionisation maximale corres-
pondant précisément au seuil critique (ωp/ω)c. L’ionisation multiphotonique a été négligeable
tout au long de l’interaction, tel qu’attendu, car on a vu que, pour des intensités typiques
d’une impulsion nanoseconde, la probabilité d’ionisation multiphotonique est presque nulle
par rapport à la probabilité d’ionisation par impact (pimp � pmph). On constate également
que l’ionisation par impact se produit principalement en surface et que l’absorption linéaire
est le mécanisme dominant en profondeur.

Ensuite, le cas d’une impulsion courte, t0 = 5 fs et F = 0.034 J/cm2, est présenté aux
figures B.3 et B.4. La fluence est à nouveau choisie afin d’atteindre (ωp/ω)c à la surface.
L’ionisation multiphotonique domine, mais l’ionisation par impact est toujours importante.
En profondeur, c’est encore l’absorption linéaire qui est la plus importante en conséquence de
la baisse d’intensité.

Le dernier exemple est une impulsion courte très intense (t0 = 20 fs, F = 0.1 J/cm2) dont
les résultats sont présentés aux figures B.5 et B.6. Ce cas est intéressant à cause du change-
ment drastique du comportement près du maximum de l’intensité. La réflectivité devient très
importante quelques femtosecondes avant ce maximum d’intensité et l’absorption devient si
forte que la deuxième moitié de l’impulsion devient très faible en profondeur.
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Figure B.1: Intensité d’une impulsion longue (t0 = 20 ns, F = 0.088 J/cm2) en fonction du
temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite apparaissent
le profil temporel avant la réflextion, Iincidente, le profil temporel transmis à z = 0, Itransmise

et le profil temporel à z = 200 nm, I200nm. Les paramètres sont définis au tableau 1.2 et la
discrétisation est ∆t = 0.2 ns et ∆z = 5 nm.
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Figure B.2: Ionisation entraînée par une impulsion longue (t0 = 20 ns, F = 0.088 J/cm2) en
fonction du temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite, on
compare l’ionisation finale totale et les contributions individuelles de chacun des trois termes
de (1.59). Dans le cas présent, l’ionisation par impact domine sur les 70 premiers nanomètres
de profondeur, alors que l’absorption linéaire est ensuite prépondérante et l’ionisation multi-
photonique est négligeable. Les paramètres sont définis au tableau 1.2 et la discrétisation est
∆t = 0.2 ns et ∆z = 5 nm.
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Figure B.3: Intensité d’une impulsion très courte (t0 = 5 fs, F = 0.034 J/cm2) en fonction du
temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite apparaissent
le profil temporel avant la réflextion, Iincidente, le profil temporel transmis à z = 0, Itransmise

et le profil temporel à z = 200 nm, I200nm. Les paramètres sont définis au tableau 1.2. et la
discrétisation est ∆t = 0.08 fs et ∆z = 5 nm
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Figure B.4: Ionisation entraînée par une impulsion très courte (t0 = 5 fs, F = 0.034 J/cm2)
en fonction du temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À
droite, on compare l’ionisation finale totale et les contributions individuelles de chacun des
trois termes de (1.59). Dans le cas présent, l’ionisation multiphotonique domine sur les 200
premiers nanomètres, puis l’absorption linéaire. L’ionisation par impact a un rôle important
dans les quelques premiers nanomètres. Les paramètres sont définis au tableau 1.2. et la
discrétisation est ∆t = 0.08 fs et ∆z = 5 nm
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Figure B.5: Intensité d’une impulsion courte et intense (t0 = 20 fs, F = 0.1 J/cm2) en
fonction du temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau. À droite
apparaissent le profil temporel avant la réflexion, Iincidente, le profil temporel transmis à z = 0,
Itransmise et le profil temporel à z = 200 nm, I200nm. Les paramètres sont définis au tableau
1.2. et la discrétisation est ∆t = 0.2 fs et ∆z = 5 nm
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Figure B.6: Ionisation entraînée par une impulsion courte et intense (t0 = 20 fs, F = 0.1
J/cm2) en fonction du temps t et de la profondeur z lors de sa propagation dans un matériau.
À droite, on compare l’ionisation finale totale et les contributions individuelles de chacun
des trois termes de (1.59). Comme dans le cas de même durée et de fluence plus faible, les
trois différents mécanismes sont importants. Les paramètres sont définis au tableau 1.2. et la
discrétisation est ∆t = 0.2 fs et ∆z = 5 nm
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Annexe C

Dynamique de la phase liquide

Les processus de modification de la forme de la surface après l’irradiation laser ont été abordés
au chapitre 4. Voulant proposer un modèle simple avec un nombre minimal de paramètres, les
deux processus proposés, soient ablation et expansion, servent plutôt à observer l’évolution
qualitative des structures d’une impulsion à l’autre. On peut décrire la période et l’orientation
assez bien, on peut aussi savoir si l’amplitude des structures croît ou décroît d’une impulsion
à l’autre, mais ce modèle ne peut décrire de façon réaliste l’amplitude finale des structures,
la largeur individuelle ou la forme précise des maxima locaux et bien d’autres éléments plus
quantitatifs.

En plus de l’ajout de rétroaction intra-impulsion au modèle, une autre avenue intéressante au
projet est de décrire d’une façon plus réaliste l’évolution de la forme de la surface. Il faudrait
alors remplacer les processus non physiques, qualitatifs, par un ou des processus physiques et
quantitatifs. Le cas étudié dans cette annexe est le transport de matériau sous forme liquide,
qui a été démontré à plusieurs reprises comme un élément important lors de la formation des
LIPSSs [17, 18, 19].

L’objectif de cette annexe est de décrire une méthode, nommée Marker and Cell (MAC) [63],
pouvant simuler le transport de matériau liquéfié dans un contexte où l’interface du liquide
avec l’environnement est libre de changer dans l’espace en fonction des mouvements internes
du liquide. Par contre, la technique ne sera pas appliquée aux LIPSSs, mais à une situation
plus simple dans le but de montrer son fonctionnement. La situation en question est la chute
d’une goutte dans un réservoir liquide. Un couplage avec l’équation de la chaleur est également
fait afin de montrer que la méthode MAC permet facilement ce couplage.

Cette annexe pose ainsi les bases numériques et conceptuelles pour une éventuelle application
au transport de matériau lors de la formation de réseaux de surface.
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C.1 Équations de Navier-Stokes

Les équations utilisées pour décrire les mouvements internes dans un fluide sont les équations
de Navier-Stokes. Leur version cartésienne en deux dimensions et pour un fluide incompressible
est

∂u

∂t
+
∂u2

∂x
+
∂uv

∂y
+
∂φ

∂x
= ν

(
∂2u

∂x2
+
∂2u

∂y2

)
− gx, (C.1)

∂v

∂t
+
∂v2

∂y
+
∂uv

∂x
+
∂φ

∂y
= ν

(
∂2v

∂x2
+
∂2v

∂y2

)
− gy, (C.2)

∂u

∂x
+
∂v

∂y
= 0. (C.3)

Les variables u et v sont les champs de vitesses respectivement en x et y en m/s. Le champ
de pression φ est en m2/s2. Les distances x et y sont en mètres et le temps t en secondes. Le
paramètre de viscosité ν est en m2/s et les termes externes gx et gy sont en m/s2. Les deux
premières équations représentent la conservation de l’énergie inertielle et la troisième sert à
faire respecter l’incompressibilité du fluide.

Analyse dimensionelle. On introduit les variables sans dimension

U =
u

uc
; V =

v

vc
; Φ =

φ

φc

X =
x

xc
; Y =

y

yc
; τ =

t

tc
(C.4)

et on fait les choix suivants pour les grandeurs caractéristiques

uc = vc = (νgy)
1/3 ; φc = (νgy)

2/3 ; xc = yc =
ν2/3

g
1/3
y

; tc =
ν1/3

g
2/3
y

. (C.5)

Ceci permet d’écrire les équations de Navier-Stokes sans dimension

∂U

∂τ
+
∂U2

∂X
+
∂UV

∂Y
+
∂Φ

∂X
=
∂2U

∂X2
+
∂2U

∂Y 2
, (C.6)

∂V

∂τ
+
∂V 2

∂Y
+
∂UV

∂X
+
∂Φ

∂Y
=
∂2V

∂X2
+
∂2V

∂Y 2
− 1, (C.7)

∂U

∂X
+
∂V

∂Y
= 0. (C.8)

La seule force externe que l’on souhaite appliquer est la gravité, verticale et constante, gx = 0.
De plus, on constate que le problème ne dépend plus des paramètres ν et gy. Finalement,
ces deux paramètres sont contraints à des valeurs positives et non nulles afin d’obtenir des
solutions réelles et finies pour les grandeurs avec des dimensions.
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Figure C.1: Schéma d’une grille utilisée avec la méthode MAC. Les cellules des murs rigides
sont en gris et les points sont des marqueurs. Les cellules contenant du fluide sont blanches et
contiennent au moins un marqueur. Les cellules blanches et sans marqueur sont vides.

C.2 Domaine libre et méthode Marker and Cell

La méthode MAC s’appuie également sur la discrétisation des équations et d’un schéma de
différences finies. La particularité est l’utilisation d’un ensemble de marqueurs qui sont dis-
tribués dans le fluide au début de la simulation et qui suivent les mouvements internes du
fluide. Ceux-ci permettent de suivre la position du fluide et surtout la position d’une éven-
tuelle surface libre. Une surface libre n’est pas contrainte à un bord rigide, contrairement à
une interface entre un fluide et un mur solide par exemple, qui ne peut bouger dans l’espace.
C’est donc plutôt l’interface entre un fluide et l’environnement qui est susceptible de varier
comme les vagues à la plage par exemple.

Un exemple de géométrie simplifiée est montré à la figure C.1. Chaque carré correspond à une
cellule, le plus petit volume possible de l’espace discrétisé, dont trois types peuvent exister.
D’abord, les cellules blanches contenant au moins un marqueur représenté par un point noir. Ce
sont les cellules qui contiennent du fluide. Il y a les cellules blanches qui ne contiennent aucun
marqueur. Ce sont les cellules considérées comme vides mais qui pourront éventuellement
contenir du fluide. Puis, les cellules grises sont placées tout le tour du domaine et représentent
des murs rigides dans lesquels, il ne peut y avoir de fluide.

On utilise une grille dite décalée, comme au chapitre 3, où les valeurs de vitesse U et V , ainsi
que la pression Φ ne sont pas définies au même point dans une cellule. La pression est définie
au centre de la cellule et les vitesses aux frontières entre les cellules, ce qui permet d’augmenter
la stabilité du calcul numérique. La figure C.2 montre une de ces cellules.

Finalement, chaque marqueur est défini par une paire de coordonnées (X,Y ) qui n’est pas
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Φi,j

Vi,j+1/2

Ui+1/2,j

Figure C.2: Cellule bidimensionelle de la grille décalée. La pression Φ est définie au centre,
la vitesse verticale V sur les côtés horizontaux et la vitesse horizontale sur les côtés verticaux.

soumise à la discrétisation de l’espace. Ils sont libres de circuler de façon continue à l’intérieur
des cellules. Avant de débuter la première itération temporelle, on dépose un certain nombre
de marqueurs par cellule qu’on souhaite pleine à τ = 0. On reviendra sur ces marqueurs après
le premier pas temporel des champs de vitesses.

Première itération. Une fois la grille créée avec des pas spatiaux de δX et δY , on utilise
un schéma de différences finies explicite afin de faire un premier pas temporel de durée δτ .
Les indices i et j indiquent la position en X et Y respectivement en nombre de cellules dans
la grille et l’indice n indique à quelle itération temporelle en est le calcul.

U∗i+1/2,j − U
n
i+1/2,j

δτ
=

(Uni,j)
2 − (Uni+1,j)

2

δX
+

(Uni+1/2,j−1/2)(V n
i+1/2,j−1/2)− (Uni+1/2,j+1/2)(V n

i+1/2,j+1/2)

δY

+
Uni+3/2,j + Uni−1/2,j − 2Uni+1/2,j

δX2
+
Uni+1/2,j+1 + Uni+1/2,j−1 − 2Uni+1/2,j

δY 2
+

Φn
i,j − Φn

i+1,j

δX
,

(C.9)

V ∗i,j+1/2 − V
n
i,j+1/2

δτ
=

(V n
i,j)

2 − (V n
i,j+1)2

δY
+

(Uni−1/2,j+1/2)(V n
i−1/2,j+1/2)− (Uni+1/2,j+1/2)(V n

i+1/2,j+1/2)

δX

+
V n
i+1,j+1/2 + V n

i−1,j+1/2 − 2V n
i,j+1/2

δX2
+
V n
i,j+3/2 + V n

i,j−1/2 − 2V n
i,j+1/2

δY 2
+

Φn
i,j − Φn

i,j+1

δY
− 1

(C.10)

Ce premier pas n’amène pas directement à Un+1 et V n+1, car on ne connaît pas encore le
champ de pression nécessaire afin de faire respecter l’incompressibilité du fluide et on peut le
supposer nul pour l’instant. C’est pourquoi on passe par les valeurs intermédiaires U∗ et V ∗

qui serviront à déterminer le véritable champ de pression. Le champ de vitesses résultant des
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V2+V2

U = 0 U1+U1

−V1 V1

V2−V2

Figure C.3: Vitesses imposées aux quatre côtés des cellules des frontières rigides (grises). Le
cas avec glissement est à gauche et le cas sans glissement est à droite.

deux composantes U∗ et V ∗ qu’on notera simplement ~V ∗ ne diffère de la solution réelle ~V n+1

que par le terme de pression. On peut alors écrire

~V n+1 − ~V ∗

δτ
+∇Φn = 0. (C.11)

En appliquant l’opérateur (∇·) avec la contrainte d’incompressibilité ∇· ~V n+1 = 0, on obtient

∇2Φn =
∇ · ~V ∗

δτ
. (C.12)

C’est l’équation de Poisson à résoudre afin d’obtenir Φn que l’on insère dans l’équation C.11
afin d’obtenir ~V n+1.

Conditions frontières rigides. Il y a deux types de conditions frontières pour les bords
rigides. D’abord, le cas avec glissement (free-slip) qui peut être utilisé comme plan de symétrie
ou comme un mur sur lequel un liquide ne colle pas (hydrophobe dans le cas de l’eau), puis le
cas sans glissement (no-slip). Dans les deux cas, il faut calculer comment les corrections sur
les vitesses affectent la pression dans les cellules des murs rigides afin que la divergence y reste
nulle.

Dans le cas avec glissement, tel que représenté à la figure C.3 (gauche), les vitesses tangentielles
sont inchangées et les vitesses normales sont opposées. En appliquant cela dans les équations
C.9 et C.10, on trouve les conditions frontières pour la pression

Φv = Φ1 ; Φh = Φ1 ± δY, (C.13)

où Φv est la pression dans le cas d’un mur vertical, Φh est la pression dans le cas d’un mur
horizontal et Φ1 est la pression dans la cellule adjacente au mur. Dans le deuxième cas, on
choisit le signe positif si le fluide est sous le mur et le signe négatif si le fluide est au-dessus
du mur.

Le cas d’un mur sans glissement est représenté à la figure C.3 (droite). Cette fois, les vi-
tesses tangentielles s’inversent et les vitesses normales sont symétriques. Similairement au cas
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Ui+1/2,jUi−1/2,j

Vi,j+1/2

Vi,j−1/2

Φi+1,jΦi,j

Figure C.4: Exemple de frontière libre. Les cellules grises sont pleines et les blanches sont
vides. Une correction est appliquée à Ui+1/2,j et à Φi+1,j dans ce cas précis. Les autres cas
peuvent impliquer une cellule vide voisine à 1, 3 ou 4 cellules pleines.

précédent, on trouve les conditions frontières pour la pression

Φv = Φ1 ±
2U1

δX
; Φh = Φ1 ± δY ±

2V1

δY
, (C.14)

où on choisit le signe positif si le fluide est à gauche du mur ou sous le mur. Pour un fluide à
droite ou au-dessus du mur, on choisit plutôt le signe négatif.

Condition frontière libre. Il reste le cas de la frontière libre, ou plutôt l’intersection entre
le fluide et le vide. La condition frontière s’applique aux vitesses définies sur chaque côté de
cellule commun à du fluide et du vide. Elle s’applique aussi sur la pression des cellules vides
voisines à au moins une cellule de fluide. Pour les vitesses, on trouve ces corrections à l’aide
de la condition d’incompressibilité

Ui+1/2,j − Ui−1/2,j

δX
+
Vi,j+1/2 − Vi,j−1/2

δY
= 0, (C.15)

dont on isole la composante de vitesse qui se trouve à l’intersection entre la cellule pleine et
la cellule vide. Dans le cas particulier de la figure C.4, la cellule vide est voisine d’une seule
cellule de fluide à sa gauche, il faut isoler Ui+1/2,j avec

Ui+1/2,j = Ui−1/2,j +
δX

δY
(Vi,j−1/2 − Vi,j+1/2). (C.16)

C’est la correction à appliquer sur la vitesse à la surface afin de respecter la divergence nulle.
La différence entre les deux côtés de cette expression nous donne alors le numérateur ~V n+1−~V ∗

de l’équation C.11, ce qui permet d’obtenir

Ui+1/2,j − Ui−1/2,j + δX
δY (Vi,j+1/2 − Vi,j−1/2)

δτ
+

Φi+1,j − Φi,j

δX
= 0. (C.17)

Finalement, on isole Φi+1,j . C’est la pression au centre de la cellule adjacente au fluide, la
condition frontière de la pression

Φi+1,j = Φi,j +
δX

δτ

(
Ui+1/2,j − Ui−1/2,j +

δY

δX
(Vi,j+1/2 − Vi,j−1/2)

)
. (C.18)
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Figure C.5: Déplacement des marqueurs. Chaque marqueur d’une même cellule subit le même
déplacement. Les cellules grises sont considérées pleines et les blanches sont vides.

Les cas des cellules vides ayant trois cellules pleines voisines se traitent similairement. Dans
tous les autres cas, on traite les directions x et y séparément et on trouve toujours la même
condition frontière. Si une cellule vide de pression Φv est adjacente à une seule cellule pleine
de pression Φp, alors

Φv = Φp. (C.19)

Connaissant maintenant toutes les conditions frontières de la pression (libres et rigides), on
peut résoudre l’équation de Poisson par la méthode itérative de son choix (Gauss-Seidel [64]
dans le cas présent) et corriger les champs de vitesses pour tout le fluide avec (C.11). Le
premier pas en temps est presque finalisé.

Déplacement des marqueurs. La dernière étape est de faire bouger les marqueurs dont
un certain nombre a été placé dans chaque cellule initialement pleine. Leurs coordonnées sont
continues, mais les champs de vitesses sont discrets, alors chaque marqueur d’une même cellule
subira le même déplacement, même s’ils ne sont pas exactement au même endroit. Un exemple
est montré à la figure C.5.

La vitesse au sein d’une cellule est déterminée par

Ui,j =
Ui−1/2,j + Ui+1/2,j

2
, (C.20)

Vi,j =
Vi,j−1/2 + Vi,j+1/2

2
. (C.21)

Le déplacement en X est donné par δτ(Ui,j) et le déplacement en Y par δτ(Vi,j).

Couplage avec l’équation de la chaleur. Le couplage avec l’équation de diffusion est très
simple à effectuer grâce à l’utilisation des marqueurs. Avant le déplacement des marqueurs,
chaque cellule se voit imposer une température qui est inscrite dans chacun des marqueurs
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Initialisation

~V 0

Calcul intermediaire

~V n → ~V ∗

Calcul de la pression

∇2Φ = ∇·~V ∗

δτ

Correction pour une

~V n+1 = ~V ∗ − δτ∇Φn

de la grille et
des marqueurs

divergent

par methode iterative

de l’equation de Poisson

divergence nulle

Deplacement des

marqueurs

Diffusion thermique

Θn → Θn+1

Figure C.6: Résumé des étapes de la méthode MAC.

qu’elle contient. Après le déplacement des marqueurs en fonction des mouvements du fluide,
chaque cellule reçoit une nouvelle valeur de température qui correspond à la moyenne des
températures des marqueurs qu’elle contient. La diffusion thermique est prise en compte avec
l’équation de la chaleur homogène cartésienne

1

α

∂T

∂t
=
∂2T

∂x2
+
∂2T

∂y2
, (C.22)

avec la température T en Kelvins, les distances x et y en mètres, le temps t en secondes et
la diffusivité thermique α en m2/s. En insérant les grandeurs caractéristiques choisies en C.5,
on obtient

β
∂Θ

∂τ
=
∂2Θ

∂X2
+
∂2Θ

∂Y 2
, (C.23)

avec Θ = T/Tc et β = ν/α. La température caractéristique Tc choisie est la température
maximale de la situation initiale. Ainsi, le domaine de température s’étendra de 0 à 1 tout au
long de la simulation. On applique une condition d’isolation thermique aux frontières rigides
et libres, soit une première dérivée nulle imposée par ΘExterieur = ΘInterieur.

Le schéma de différences finies utilisé est

Θn+1
i,j = Θn

i,j +
δτ

β

[
Θn
i−1,j + Θn

i+1,j − 2Θn
i,j

δX2
+

Θn
i,j−1 + Θn

i,j+1 − 2Θn
i,j

δY 2

]
. (C.24)

Résultats. Une fois tous ces éléments mis en place, on teste le modèle, résumé à la figure
C.6, avec la situation suivante : une goutte de température Θ = 1 et de volume Vg = 1 est
placée au-dessus d’un bassin de température Θ = 0.546 et de volume Vb = 7.5 (pour un
volume total initial de Vt = 8.5). La frontière de gauche est avec décrite glissement et les trois
autres sont sans glissement. On choisit β = 1 et on applique une force gravitationnelle gy afin
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Figure C.7: Goutte tombant sous l’effet de la gravité dans un bassin. La discrétisation est
δX = δY = 1/80 et δτ = 10−5.

d’observer la goutte qui tombe dans le bassin, la surface du bassin qui se modifie et la diffusion
de la température. Le résultat est présenté à la figure C.7.

Le volume total du fluide commence à Vt = 8.5. En comptant le nombre de cellules pleines,
on observe une augmentation rapide du volume dès le début de la simulation, puis une lente
diminution. C’est dû au fait qu’une cellule contenant un seul marqueur est considérée comme
pleine. Il y a donc une sur-évaluation du volume dès que les marqueurs commencent à passer
d’une cellule initiale à une autre, i. e. très tôt dans la simulation. Le nombre de cellules moyen
N de cette sur-évaluation vaut [63]

N =
P

π

(
δX + δY

δXδY

)
, (C.25)

où P dénote le périmètre du fluide. Si on fixe ce périmètre initialement à la valeur 8 à la
situation initiale (les trois côtés libres de la goutte mesurent chacun 1 et le dessus du bassin
5), on trouve une sur-évaluation moyenne du volume de 0.064 environ. On s’attend alors à
observer un volume total de 8.564 avec des fluctuations autour de cette valeur. L’évolution du
volume du fluide est tracée à la figure C.8.

C’est environ ce qui est observé au début de la simulation. Vers τ = 1, le volume total
commence à diminuer de façon quasi-monotone. Deux effets contribuent à cette diminution,
dont la réduction du périmètre une fois la goutte intégrée au bassin. Par contre, la monotonie
de cette décroissance, même après que le bassin se soit stabilisé, indique plutôt qu’elle est
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Figure C.8: Volume total du fluide lors de la simulation de la figure C.7. La ligne rouge
indique le volume attendu si on tient compte de la sur-évaluation (voir (C.25)).

principalement due à une légère compressibilité du fluide. Celle-ci provient du nombre fini
d’itérations effectuées lors du calcul de la pression.
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